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PRÉFACE 


Les travaux des prix Nobel Bassov, Prokhorov (U.R.S.S.) et 
Townes (Etats-Unis) ont frayé la voie à la conception des généra- 
teurs de rayonnement optique cohérent que sont Îles lasers. Les 
lasers susceptibles de fonctionner sont apparus en 1960. Parmi les 
caractéristiques frappantes qui leur ont valu l'attention universelle 
il y a en premier lieu la divergence du rayonnement qui peut être 
réduite à l’extrême : le degré de directivité d’un faisceau lumineux 
cohérent n’est limité en principe que par la diffraction par l’ouver- 
ture de sortie de l’oscillateur ; il semblait donc aux nombreux spé- 
cialistes que l'obtention d’une directivité limite ne présente pas 
d’obstacles de quelque importance. La littérature de l’époque abon- 
dait en pronostics les plus optimistes sur les possibilités que peut 
présenter l’application des lasers dans les lignes de télécommuni- 
cations à très grande distance (y compris cosmiques), de transport 
d'énergie à grande distance, etc. Ils se fondaient en général tous sur 
des manipulations bien simples avec la formule connue de la limite 
de diffraction de la divergence du rayonnement @, = 1,2 A/D, 
où À est la longueur d’onde, et D, le diamètre du faisceau lumineux 
cohérent. En effet, pour les lasers à rubis (À = 0,694 pu), qui sont 
apparus les premiers, et pour le diamètre du cristal de 20 mm faci- 
lement réalisable, on peut obtenir sans aucune optique supplémen- 
taire un ®, égal à 4-10-5 radian ou 8 secondes d'arc ! Or, les premit- 
res observations des lasers de ce type, dont les corps actifs avaient 
des diamètres de 6 à 10 mm, ont montré’que la divergence‘angulaire 
de leur rayonnement était sensiblement supérieure (ordinairement, 
de 1 à 2 ordres) à la grandeur présumée. 

11 n’était rien moins que simple de comprendre quelles sont les 
causes d’un tel comportement et d'agir sur celui-ci dans le sens 
nécessaire. À cet effet il a fallu monter des expériences sans nombre, 
édifier la théorie des résonateurs réels à milieu actif, qui repose 
pour beaucoup sur la théorie des résonateurs vides idéaux établie 
aux années 1961-1966, etc. Toute cette activité a constitué une bran- 
che spéciale de l'électronique quantique qui associe les méthodes 
les plus variées permettant d'agir sur les caractéristiques spatiales 
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du rayonnement laser. Nombre de ces méthodes présentent un grand 
intérêt gnocéologique ; quant à la portée pratique des travaux qui 
avaient pour objet la diminution de la divergence du rayonnement 
il est difficile de la surestimer. On ne s'étonne donc pas devant le 
nombre énorme d'’écrits consacrés à ce problème. Pourtant, jusqu’à 
présent aucune tentative quelque peu sérieuse n’a été entreprise 
pour exposer les idées fondamentales relatives à ce domaine dans 
leur ensemble. Tous les ouvrages traitant aussi bien de la théorie 
des lasers, que des techniques correspondantes, renseignaient dans 
le meilleur des cas sur les résultats de la théorie des résonateurs 
idéaux à milieu actif optiquement homogène (ou bien vides). Les 
lacunes n'étaient pas comblées par quelques aperçus qui examinent 
certaines questions particulières. C’est aux lecteurs de juger dans 
quelle mesure le présent ouvrage est utile sous ce rapport et toutes 
leurs suggestions seront accueillies par l’auteur avec gratitude et 
attention. 

De la théorie des résonateurs vides idéaux nous ne donnerons 
que les généralités nécessaires pour la compréhension du texte. 
Nous étudierons ensuite de plus près la divergence du rayonnement 
dans les résonateurs à faibles pertes par diffraction, en premier lieu 
dans une cavité à miroirs plans la plus usitée. Cette question n'est 
pas non plus traitée d’une façon exhaustive: un laser à résonateur 
plan présente au fond un système oscillant des plus compliqués, 
à nombre énorme de fréquences de résonance, très sensible aux per- 
turbations les plus faibles. Il s'ensuit que le problème de la diver- 
gence du rayonnement émis par des lasers à résonateurs plans, inti- 
mement lié au problème encore plus compliqué et général de leur 
cinétique, est vraiment inépuisable. Ce livre ne fournit que des 
renseignements qui donnent une idée suffisante de la situation géné- 
rale, nécessaires pour la lecture des ouvrages spéciaux. 

Ensuite viennent les lasers à résonateurs dits instables. Leur 
création a été le résultat des travaux dont les instigateurs voulaient 
non pas tant donner une description exhaustive des systèmes à nombre 
énorme de degrés de liberté, que limiter ce nombre. Bien que tous 
ne soient pas habitués encore aux lasers à résonateurs instables, ils 
sont au fond beaucoup plus simples que les lasers traditionnels 
à résonateur plan. Les modes à facteur de qualité voisin ne sont 
pas ici aussi abondants et la sensibilité aux perturbations les plus 
infimes est plus faible. C'est ce qui fait que dès à présent la théorie 
des lasers à résonateurs instables est beaucoup plus développée 
que celle des lasers d’autres types apparus bien avant. Ses acquisi- 
tions seront donc décrites avec force détail, on prêtera aussi une at- 
tention suffisante aux travaux expérimentaux. 

A titre de conclusion nous discuterons sommairement de l’inho- 
mogénéité optique des milieux actifs et décrirons certaines tentati- 
ves de résoudre ce problème. 
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L'auteur ‘exprime sa profonde reconaissance à N. Sventsitskaïa, 
V.’Cherstobitov et ses autres collègues qui ont participé aux travaux 
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INTRODUCTION 


DÉVELOPPEMENT DES IDÉES 
SUR LE RÉSONATEUR OPTIQUE 
EN TANT QUE DISPOSITIF DE PRODUCTION 
D'UN RAYONNEMENT ÉTROIT DIRIGÉ 


Les premiers trayaux sur la possibilité de concevoir des résona- 
teurs ou cavités résonnantes dans la plage optique, prévus pour 
générer un rayonnement cohérent ont été publiés par Prokhorov [1], 
ainsi que par Schawlow et Townes [2] en 1958. Ces travaux ont pré- 
déterminé pour beaucoup la direction des recherches qui ont con- 
duit à l'apparition des lasers. 

On sait que l’action des lasers est fondée sur la propriété de 
certains milieux d’amplifier dans des conditions appropriées le rayon- 
nement lumineux qui les parcourt. Aucun doute n’est donc permis 
que le rôle du milieu actif employé et du mode de son excitation 
est très grand; toutefois, de nombreuses caractéristiques de l’émis- 
sion générée sont également sensiblement influencées par les proprié- 
tés du système de résonance dans lequel ce milieu est placé. Parmi 
ces caractéristiques il y a en premier lieu la divergence de l’émis- 
sion. Là le rôle du résonateur est vraiment décisif : tant qu'il n'existe 
pas, le milieu actif est capable de par lui-même d’amplifier dans. 
la même mesure le rayonnement qui le traverse quelle que soit” la 
direction de sa propagation. 

Les générateurs optiques ou de lumière cohérente sont apparus. 
bien plus tard que les générateurs des gammes radio-électrique et 
de micro-ondes. Leur description emprunte donc largement les ro- 
tions et les termes à ces domaines connexes. Nous les suivrons égale- 
ment dans cette voie. 

‘: Pour transformer un amplificateur en générateur il faut d’après 
la terminologie du langage radiotechnique relier la sortie de l’am- 
plificateur à son entrée, créer un circuit de réaction (fig. 1.1, a). 
Un tel circuit s'emploie pour renvoyer une partie de l’émission ampli- 
fiée dans le système, la réamplifier, etc., en maintenant ainsi des. 
oscillations entretenues, c’est-à-dire la génération. Dans les géné- 
rateurs optiques l’amplification porte non pas sur le signal électri- 
que, mais sur le faisceau lumineux. Ceci fait que le circuit de réaction 
doit satisfaire à des contraintes nouvelles: après l’avoir traversé 
le faisceau doit conserver la direction initiale de sa propagation et. 
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annee 


Fig. 1.1. Schématisation des sources a) en radiotechnique; b) en optique; 
c) laser à résonateur plan. 


sa structure. L'analogue le plus simple du schéma de la figure 1.1, a 
qui répond à ces prescriptions, est le résonateur optique représenté 
sur la figure I[.1, b. En effet, dans certains cas on emploie les réso- 
nateurs de ce type, qui sont alors dits en anneau. \Nais en optique 
on à utilisé pour la première fois comme résonateur l’interféromètre 
Fabry-Pérot ordinaire composé de deux miroirs plans (fig. 1.1, c). 
L'un de ces miroirs est partiellement transparent, il assure la sortie 
du rayonnement généré. Ce résonateur diffère surtout du résonateur 
‘en anneau par son circuit de réaction qui passe par le même milieu 
actif, où le rayonnement est de nouveau amplifié. 

Le choix de l'interféromètre de Fabry-Pérot comme système de 
résonance s’est avéré si heureux que jusqu’à présent il est l’un des 
types les plus usités de résonateur laser. Cette « vogue » est due non 
seulement à la simplicité du dispositif poussée à la limite, mais 
encore au fait qu’il rend possible l'obtention des caractéristiques 
énergétiques élevées du rayonnement de sortie (nous expliquerons 
au $ 1.4 pourquoi il en est ainsi). Pourtant, dans un résonateur à mi- 
roirs plans ça n’allait pas très bien avec la divergence du rayonnement 
généré. L'origine d’une divergence relativement importante est cla- 
rifiée dans une grande mesure par l'analyse théorique des proprié- 
tés du résonateur plan pour lequel cette fois encore est utile le recours 
aux idées élaborées auparavant dans la théorie des systèmes de la 
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plage des micro-ondes et des ondes UHF [3]. Cette analyse montre 
en premier lieu que la traversée du circuit de réaction d’un résona- 
teur plan n’est pas suivie par la reproduction de n’importe quel 
faisceau dirigé suivant l'axe et proche d’un faisceau parallèle, mais 
seulement par celle d’un faisceau dont la répartition de l’amplitude 
et de la phase du front d'onde est rigoureusement définie. Ce fais- 
ceau s'appelle type fondamental des oscillations (mode) du résona- 
teur. Ce qui est pourtant plus curieux, c’est qu’il existe également 
des faisceaux (modes) dont l'amortissement lors de la reproduction 
est légèrement plus marqué et dans lesquels le rayonnement se pro- 
page sous un angle à l’axe du résonateur, angle bien petit, mais quand 
même perceptible. Ces faisceaux forment une collection discrète, 
l'inclinaison par rapport à l’axe des modes voisins dans la classifi- 
cation se distingue à peu près de la moitié de l’angle de diffraction. 

De la sorte, dans un certain sens (et certainement dans des limites 
définies), un résonateur plan est indifférent à la direction du rayon- 
nement qui s’y propage. Cette « indifférence » est due au fait qu'après 
avoir traversé le circuit de réaction, les faisceaux obliques, tout 
comme le faisceau axial, gardent les directions initiales, de propa- 
gation ; leur « fuite » latérale est interdite par la diffraction par les 
bords dont le mécanisme sera étudié au $ 2.2. 

La différence d'atténuation fait que les types des oscillations 
aux différents angles d'incidence sur l’axe ont également des seuils 
d'amorçage quelque peu différents ; mais le milieu étant non linéaire, 
ils peuvent coexister dans la génération (chapitre 2), ce qui conduit 
à une forte divergence angulaire du rayonnement. Pour cette raison, 
les résonateurs plans à grande ouverture ne peuvent assurer une faible 
divergence même dans le cas d’un milieu très homogène. 

Il en est ainsi dans le cas idéal d’un milieu optiquement homo- 
gène. Un résonateur plan présente un inconvénient encore plus grave 
du point de vue de la directivité du rayonnement : susceptibilité 
bien marquée de la répartition de son champ aux perturbations les 
plus infimes de la forme de la cavité. Ceci peut être illustrée par 
l'exemple le plus simple d’un résonateur désaligné. Le non-parallé- 
lisme des miroirs est équivalent à un coin optique (ou lame) inter- 
calé dans le circuit de réaction : le coin fait dévier le faisceau d'un 
angle 6 deux fois plus grand que l’angle de désalignement. Si nous 
dirigeons sur un tel résonateur un faisceau parallèle, après la pre- 
mière traversée il tournera d’un angle 6, après la deuxième, d'un 
angle 26, etc. Sa déviation transversale sera encore plus rapide, et 
une part importante du rayonnement s'échappera du système en 
passant à côté des miroirs. Un certain nombre d’aller-retour (pour 
de petits Ô ce nombre peut être assez grand) peut tellement pertur- 
ber la forme du faisceau que l'étude de sa propagation ultérieure 
sera impossible sans tenir compte des effets diffractifs. Il n’est 
donc pas simple du tout de rendre évidente la répartition du champ 
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qui s’est établie ; elle est définie au fond par l’équilibre entre les pro- 
cessus de diffraction et de déviation du faisceau. Soulignons que cet 
équilibre s’établit après l’accumulation des aberrations au cours 
de plusieurs traversées. Il est à signaler également que, comme le 
montre l’analyse ($ 2.5), l'augmentation de la section droite du réso- 
nateur entraîne l'augmentation rapide du nombre de traversées qui 
s’accompagnent de l’accumulation des aberrations. C’est pourquoi 
les résonateurs plans à grands miroirs sont particulièrement sensi- 
bles aux aberrations les plus faibles. 

Le cas des perturbations irrégulières de la forme du résonateur 
présente une situation analogue bien que plus compliquée. En géne- 
ral, les sources de ces déformations sont très variées: ce sont aussi 
bien les erreurs de fabrication (et d'alignement) des miroirs, l’inho- 
mogénéité optique initiale du milieu actif, l’inhomogénéité induite 
par le pompage du fait d’une excitation et d’un échauffement irré- 
guliers du milieu, la diffusion de la lumière sur les microimpuretés, 
les vibrations mécaniques de l’élément actif, la turbulence du courant 
de gaz ; cette liste peut être prolongée. On ne s'étonne donc pas que 
de nombreux écrits publiés pour la plupart aux années 1965-1969 
sont consacrés au résonateur plan non idéal. Les résultats auxquels 
ont abouti les études consacrées aux lois les plus générales du com- 
portement des lasers à cavités non idéales seront exposés au $ 2.5. 
Les recherches décrites dans ces ouvrages ne pouvaient pas, certes, 
éliminer les défauts de principe du résonateur plan, mais elles ont 
été très utiles pour comprendre les processus dont les résonateurs 
réels sont le siège. 

Pendant ces mêmes années des tentatives tout aussi nombreuses 
ont été entreprises pour trouver une solution nouvelle du problème 
de la divergence du rayonnement laser. Ces recherches sont meneés 
dans deux directions. 

Les chercheurs qui se sont engagés dans la première d’entre elles, 
sans rejeter l’idée du résonateur plan, voulaient introduire dans son 
circuit de réaction des filtres sélecteurs transparents pour le rayon- 
nement seulement dans une marge d’angles étroite. Ces filtres peu- 
vent être établis de différentes façons : en assurant la réflexion interne 
totale, à l’aide des étalons Fabry-Pérot supplémentaires, par com- 
binaison des lentilles et des diaphragmes. Toutes ces astuces ont 
été mises à l'essai, pourtant la complexité et plusieurs difficultés 
de principe, dont nous parlerons au $ 2.6, ont fait qu'elles n'ont 
trouvé par la suite qu’une application restreinte. 

Les adeptes de l’autre tendance voulaient résoudre le problème 
de la divergence (ou ne serait-ce que de la génération monomode) 
en modifiant la forme des miroirs sans rendre plus complique le 
schéma du résonateur. Ils ont exploré en particulier les lasers à réso- 
nateurs dits stables, dont l’un ou les deux miroirs étaient légère- 
ment concaves (ce qui équivaut à intercaler dans le circuit de réac- 


INTRODUCTION 13 


tion une lentille positive faible). [1 est clair que dans un tel système 
le faisceau stabilisé à répartition à peu près régulière de l’amplitude 
et à front proche d'un front plan, doit avoir une section droite si 
petite que l’action de focalisation des miroirs soit compensée par 
la défocalisation de faisceau sous l'effet de la diffraction. Ceci dé- 
finit un défaut de principe des résonateurs stables: ils ne peuvent 
assurer une génération monomode que dans le cas de très petits volu- 
mes du milieu actif. Il s'ensuit que jusqu'à présent les résonateurs 
stables s’emploient pour les générateurs à petit volume du milieu 
actif ; l'exemple peut en être fourni par les lasers à hélium-néon ordi- 
naires. Si le volume du milieu est grand, les résonateurs stables engen- 
drent des faisceaux larges à structure compliquée à laquelle correspond 
pour les mêmes conditions dans le résonateur plan une divergence 
plus grande ($ 2.3, 2.4). 

D'autres types de résonateurs à faibles pertes par diffraction 
($ 2.6) ont été également explorés sans succès. 

Cette ambiance favorisait l'instauration de l'opinion d’après 
laquelle le problème de la directivité du rayonnement ne peut pas 
être résolu en perfectionnant le résonateur et le seul remède est de 
construire des systèmes à plusieurs étages, composés du générateur 
pilote et d’amplificateurs (puisque dans les amplificateurs l'effet 
d’accumulation réitérée des aberrations ne se manifeste pas comme 
dans le résonateur plan). L’issue de la situation a été suggérée par 
l'ouvrage de Siegman [4]. Dans cet article Siegman a soumis à un 
examen simplifié un résonateur « instable » (d'après la classifica- 
tion adoptée au $ 1.2) constitué de deux miroirs convexes. Il a établi 
qu'un tel résonateur, tout comme un résonateur plan idéal, fournit 
une solution en approximation géométrique, à cette différence près 
que les faisceaux qui s’y propagent dans les deux sens sont divergents 
et non pas parallèles, et une partie du rayonnement passe à côté 
des miroirs ($ 3.1). L'article de Siegman n’a pas eu d’abord d'’échos 
particuliers : certains chercheurs ont déjà recouru à des résonateurs 
instables et au lieu des résultats prometteurs ont abouti seulement 
à des effets indésirables (cf. début du $ 3.1). D'ailleurs Siegman lui- 
même a reporté son attention sur l'allure particulière des effets sur 
les bords dans les résonateurs instables pour exploiter pendant plu- 
sieurs années ce problème bien curieux, mais, comme on le verra 
par la suite nullement décisif. Quant aux particularités des résona- 
teurs instables les plus intéressantes du point de vue de la directivité 
de l’émission, elles n’ont été révélées que par l’analyse de l'influence 
exercée par les aberrations sur la répartition stabilisée du champ. 
C'est justement une telle analyse qui a rendu clair que le résonateur 
étudié par Siegman n'est que le premier d’une série de dispositifs 
dont la réaction s'établit d’après un algorithme tout à fait inédit 
et présentant plusieurs avantages importants. 
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Le principe de cet algorithme est explicité par la figure 1.2. 
Si dans le cas du résonateur plan on dirigeait sur le circuit de réaction 
une partie du rayonnement fourni par toute la section du faisceau 
de sortie (cf. fig. 1.1, b), dans celui du résonateur instable on intro- 
duit généralement tout le rayonnement, mais fourni seulement par 
une partie de la section. Pour que le processus soit reproductible, le 
circuit de réaction doit, évidemment, être établi de façon à assurer 
l'élargissement du faisceau. Dans la zone de l’amplificateur, le 
front d'onde du faisceau de la figure J.2 est plan, l'élargissement 
s'obtient à l’aide d’un système télescopique, mais d’autres variantes 


Amplificateur 


» 


Fig. 1.2. Schéma d’une source à résonateur instable. 


sont aussi possibles, qui diffèrent de tout en tout. En particulier, 
les dimensions de la section d’un faisceau parallèle changent égale- 
ment lors de sa réflexion sur le réseau de diffraction, ainsi que lors 
de Ja traversée oblique des interfaces des milieux à différents indices 
de réfraction. De la sorte, pour un résonateur instable, les lentilles 
et les miroirs sphériques ne sont pas un attribut obligatoire. 
Voyons maintenant quels avantages promet une modification 
de l’algorithme, si minime soit-elle. Commençons par l'influence 
exercée par les sources d’aberration internes du résonateur. Supposons 
que comme dans le cas du résonateur plan, on ait intercallé dans le 
système un coin optique à angle de déviation 6; pour fixer les idées, 
considérons que ce coin est localisé dans l’amplificateur. Alors, le 
faisceau parallèle dirigé le long de l’axe du résonateur acquiert en 
parcourant l’amplificateur des aberrations d'une valeur À = 6a 
(fig. 1.3, a), où a est la dimension transversale de l'amplificateur. 
Une partie du faisceau retombe dans le circuit de réaction; sur la 
figure, la dimension transversale de cette partie est égale à a/2 et, 


naturellement, les aberrations valent SA. On sait que lors de 


l'élargissement de la section du faisceau suivant l’une des façons 
indiquées plus haut, la valeur des aberrations se conserve; aussi, 


INTRODUCTION 15 


l’aberration du faisceau qui se présente à l’entrée de l’amplificateur 
dans le cycle suivant est non pas À, comme pour le résonateur plan, 


mais 1A. La traversée de l’amplificateur ajoute encore A (fig. 1.3, b} 
et la valeur des aberrations devient égale à SA. Au troisième cycle 


elle constitue A devant l’amplificateur et 7A après l’amplifica- 
teur (fig. 1.3, c). etc. Il est clair que cette grandeur tend à la limite 
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Fig. 1.3 Accumulation des aberrations d'onde dans un résonateur instable 
provoquée par un coin optique intercalé. 


vers 2A. Ainsi, lors d’un régime stationnaire les aberrations ne se 
sont avérées que deux fois plus grandes que les aberrations produites 
par une traversée. La déviation du faisceau dans le sens transversal 
ne joue pas ici en général de rôle particulier : elle entraîne seulement 
une faible redistribution des parties du faisceau qui passent de côtés 
opposés du miroir de sortie, mais le circuit de réaction reste com- 
plètement rempli. 

Dans le cas d’une répartition arbitraire des sources d’aberration 
les relations quantitatives varient, certes, mais les lois qualitatives 
restent les mêmes: les aberrations du faisceau s’accumulent au cours 
d’un nombre limité d’aller-retour (cf. $ 3.2). À mesure que la partie 
de la section du faisceau dirigée sur le circuit de réaction diminue, 
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<e nombre tend vers l'unité, grandeur caractéristique des amplifica- 
teurs à un seul étage. 

L'exemple de la figure [.3 permet également de conclure que 
dans un résonateur instable il n'existe qu’une forme du front d'onde 
qui se conserve après la traversée par le faisceau du circuit de réac- 
tion. En effet, la direction du faisceau lumineux dirigé sur le réso- 
nateur s'approche rapidement de la direction d'équilibre unique 
{qui dans le cas de la figure 1.3 correspond aux aberrations d'onde 
stationnaires de 2A, c'est-à-dire forme avec l’axe un angle 26). 
De cette façon, à la différence du résonateur plan, un résonateur 
instable manifeste une sélectivité rigoureuse par rapport à la direc- 
tion de l'émission; il semble que les effets de la génération multi- 
mode ne doivent pas intervenir dans la valeur de la divergence angu- 
laire. 

Ces considérations prometteuses sur les propriétés des résonateurs 
instables qui se déduisent de l’approximation géométrique la plus 
simple, sont également confirmées par une étude plus poussée en 
approximation de diffraction ($ 3.3). Qui plus est, une connaissance 
plus ample des propriétés des résonateurs instables permet d’énoncer 
l'affirmation suivante: si le fonctionnement d’un laser à grand volu- 
me de milieu actif relativement homogène est fortement influencé 
par la diffraction, cela signifie que sa conception comporte des erreurs. 
À première vue cette affirmation semble paradoxale: pour tous les 
résonateurs employés précédemment, la structure du faisceau était 
finalement définie par la diffraction. Elle repose pourtant sur une 
base logique bien solide. C’est que le but final est d’obtenir un laser 
à divergence du rayonnemen. la plus petite possihle; dans le cas 
d'un milieu homogène cette tâche est parfaitement réalisable. Une 
divergence limite est propre aux faisceaux dont le front d'onde est 
plan ou sphérique ; on sait très bien que la propagation de tels fais- 
ceaux à de petites distances peut parfaitement être décrite par l’ap- 
proximation géométrique sans faire appel à la notion de diffraction. 

C'est ce qu'’affirme la théorie ; passons maintenant à la pratique. 

Le circuit composé de deux miroirs convexes décrit par le premier 
article de Siegman n’a été utilisé par personne; sa symétrie lui 
a gagné la faveur des théoriciens pour lesquels il est resté l’objet 
favori d'exploration. Par contre, une multitude de circuits spéciali- 
sés sont devenus usuels qui permettent de résoudre plusieurs proble- 
mes de la technique laser à l’aide des moyens bien plus simples 
qu'auparavant. 

Parmi ces problèmes il faut, certes, citer en premier lieu celui 
de la conception des émetteurs lasers simples très efficaces à faible 
divergence de l'émission. Dans la plupart des cas pratiquement 
importants ce problème peut être résolu à l’aide de résonateur dit 
télescopique ($ 4.1) constitué d’un système confocal asymétrique 
de miroirs convexe et concave. La marche des rayons dans ce système 
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diffère de celle de la figure [.2 seulement par la coïncidence spatiale 
de deux faisceaux dirigés dans des sens opposés, c’est-à-dire la diffé- 
rence est la même que celle qui existe entre le schéma de la figure [.1, c 
et le circuit en anneau de la figure I.1, b. La version en anneau du 
résonateur télescopique présente aussi de l’intérêt : il réalise sans 
peine des conditions telles que le flux de rayonnement se propageant 
suivant l’anneau dans un sens. sans l’utilisation des éléments non 
mutuels doit surpasser de nombreuses fois le flux se déplaçant dans 
le sens inverse ($ 3.5). 

Plusieurs possibilités nouvelles sont liées à l’idée de l’utilisation 
du domaine voisin de l’axe qui joue dans un résonateur instable un 
rôle particulier. Voici en quoi ce rôle consiste. Si nous suivons pen- 
dant plusieurs cycles la marche des rayons dans un résonateur insta- 
ble, nous verrons que le rayonnement s’« étale » sur toute la section 
à partir d’un petit secteur qui adhère à la ligne suivie par l’axe du 
résonateur. Îl est évident qu'en injectant dans ce secteur un rayon- 
nement aux caractéristiques spectrales et temporelles données, on 
peut assurer un guidage efficace de l'émission du générateur dans 
son ensemble. Lorsque l'émission d’« amorce » est fournie par une 
source extérieure et est introduite par un trou percé dans le miroir 
sur l’axe du résonateur, notre dispositif se transforme simplement 
en un amplificateur à allers et retours multiples au gain très élevé 
($ 4.3). Lorsque l'émission s'amplifie, la section du faisceau s’élar- 
git, ce qui facilite l'obtention des caractéristiques énergétiques limi- 
tes. La régulation des propriétés de l’émission, fondée sur ce prin- 
cipe, peut ètre assurée également en créant des générateurs possédant 
cette propriété précieuse que la section des éléments de commande 
employés (obturateurs, sélecteurs spectraux) est de nombreuses fois 
inférieure à celle des ouvertures de sortie. 

Certains problèmes particuliers peuvent être résolus par retouches 
négligeables de l'algorithme de réaction. A titre d'exemple citons 
le problème de la stabilisation de la direction du rayonnement ; 
il se présente dans le cas très fréquent lorsque le résonateur contient 
à l'intérieur un coin optique dont la grandeur varie pendant la mon- 
tée de l'impulsion (par exemple, sous l'effet des vibrations mécani- 
ques de l’élément actif). Pour atténuer sensiblement l’action exercée 
par le coin, il suffit d'établir le circuit de réaction de façon qu’en 
plus de l'élargissement de la section, il soit encore le siège du renver- 
sement du faisceau. Si on introduit cette modification à la version 
de la figure 1.3, alors dans le deuxième cycle, les aberrations d'onde 
devant l’amplificateur seront égales à —0,5A, et après l'amplifica- 
teur à (—0,5) À + À = 0,5A; dans le troisième cycle, elles seront 
égales à —0,25A devant et à 0,75A après, etc. Finalement, les aber- 
rations du front qui s'établit à la sortie du système seront égales 
à 0,674, c'est-à-dire elles seront trois fois inférieures à celles de 
la figure 1.3. Notons que la figure 1.3, ainsi que l'exemple que nous 
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venons d'examiner, se rapportent au fond à de différents types de 
résonateurs en anneau télescopiques. Dans le cas des systèmes non 
en anneau, lorsque le faisceau parcourant le circuit de réaction passe 
par le même coin, on peut construire des circuits assurant une plus 
grande stabilité de la direction du faisceau de sortie ($ 3.5). 

Enfin, il est impossible de ne pas évoquer le problème que pose 
l'apparition de nouveaux types de lasers. Par exemple, dans les 
générateurs dits à flux rapide le milieu actif passe par le résonateur 
dans le sens transversal, étant souvent excité au préalable et non 
pas à l’intérieur du résonateur. Ceci conduit à des lois de réparti- 
tion du champ de rayonnement tout à fait différentes par rapport 
aux lasers existants auparavant; en particulier, en présence des 
miroirs plans, la génération peut se localiser dans la zone étroite 
près de celle des extrémités du résonateur par laquelle est amené 
le milieu actif. Il s'avère, naturellement, que dans cette zone la 
densité du rayonnement est excessive. Il en est de même pour les 
lasers à diffusion Raman stimulée à pompage transversal. Les dif- 
ficultés de ce genre sont facilement tournées si on recourt à des réso- 
nateurs instables : ces derniers donnent lieu à un régime d'équilibre 
particulier et la répartition du flux suivant la section du résonateur 
est plus ou moins uniforme ($ 4.2). 

Toutes ces possibilités ont été rapidement réalisées dans des dis- 
positifs concrets (cf. chapitre 4). Quelques années seulement après 
la publication du premier article sur l'observation expérimentale de 
la sélection angulaire dans un résonateur instable [5] on s’est rendu 
parfaitement compte que cerésonateur-là est optimal pour lestypes les 
plus variés des lasers à émission étroite dirigée. 

Tous les aspects du problème de la divergence précédemment 
évoqués, ainsi que certains autres, seront par la suite examinés 
successivement et en toute rigueur. Avant d'aborder cette descrip- 
tion indiquons une particularité curieuse de l’histoire de cette ques- 
tion. Nous venons de dire dans quelle mesure la résolution du 
problème de la divergence est rendue difficile par l'existence dans 
le milieu actif des inhomogénéités optiques importantes. De nombreu- 
ses recherches du début des années 1960 ont montré que les difficul- 
tés s'accumulent rapidement avec la croissance des diamètres des 
faisceaux générés : il est difficile d'atteindre la limite de diffraction 
de la divergence seulement dans le cas où le diamètre de l'élément 
actif est grand, alors que la limite elle-même est respectivement 
petite. Mais si on diminue le diamètre du faisceau (par exemple, en 
diaphragmant le résonateur) jusqu’à 1 mm et moins, la limite de 
diffraction de la divergence devient en général accessible sans qu'on 
prenne des mesures spéciales. 

Les premiers lasers à gaz, dont le représentant type est le géné- 
rateur à hélium-néon, fonctionnaient avec le mélange actif place 
dans un tube à décharge très étroit et généraient un rayon lumineux 
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de petit diamètre. Le mélange lui-même était très raréfié et son exci- 
tation imposait un débit d'énergie négligeable (suivant les techni- 
ques lasers actuelles); il en résultait un milieu actif pratiquement 
parfaitement homogène. Ce concours de circonstances faisait que 
le problème de la divergence ne se posait pas dans toute son ampleur 
devant les chercheurs dans le domaine des lasers à gaz. Un observa- 
teur peu versé dans la question pouvait croire qu’en général ce 
problème concerne les lasers à solide et que son apparition est due 
à l’imperfection des milieux actifs solides. Or. l’essor impétueux 
dans les années qui suivirent de la physique des lasers à gaz a défini 
la création de nouveaux types de générateurs chimiques, à gas 
dynamiques, etc., dont la puissance d'émission est de nombreux 
ordres supérieure à celle des lasers à hélium-néon « familiers ». 
La puissance de l'émission est élevée grâce à une pression plus grande 
du milieu actif, à l'augmentation de son volume et de l’énergie 
absorbée par son excitation. Les interventions de cette sorte font 
apparaître des inhomogénéités optiques du milieu importantes. Il 
s’est avéré donc que la divergence de l’émission présente un problème 
non seulement pour les lasers à solide, mais pour tous les lasers 
à rayonnement puissant sans exception. Les difficultés qu'ont 
à surmonter actuellement les chercheurs dans le domaine des lasers 
à gaz puissants sont à peu près les mêmes que celles qui tourmentaient 
les créateurs des lasers à solide, et pour les tourner on procède à peu 
près de la même façon. Aussi, les ouvrages consacrés aux lasers à gaz 
ont-ils ajouté peu de nouveaux renseignements sur les méthodes de 
sélection angulaire. La plupart des investigations dont les résultats 
ont joué un rôle important dans la résolution du problème de la 
divergence et seront utilisés dans le présent ouvrage se rapportent 
donc aux lasers à solide. 


CHAPITRE PREMIER 


GÉNÉRALITÉS 


$ 1.1. Lois de propagation des faisceaux lumineux 
et divergence du rayonnement 


Principe de Huygens-Fresnel. Pour étudier les lois de propaga- 
tion des faisceaux lumineux cohérents produits par les lasers nous 
ferons appel à la théorie scalaire de la diffraction. Cette approxima- 
tion consiste en principe à examiner séparément les différentes com- 
posantes transversales du champ électrique ou magnétique et à les 
considérer comme indépendantes l’une de l’autre. 

Les conditions de l’application de cette théorie sont discutées 
avec force détail dans [6]. Elles sont remplies à l'avance dans les 
situations décrites dans notre exposé, lorsque les dimensions trans- 
versales des faisceaux lumineux, aussi bien que les distances qu'ils 
parcourent, sont de nombreuses fois (et souvent même de plusieurs 
ordres) supérieures à la longueur d'onde À. 

La relation la plus importante de la théorie scalaire de la diffrac- 
tion qui est une des traductions mathématiques du principe de Huy- 
gens-Fresnel, est de la forme 


1 XP (ikrio 
ur, Ve || EE 1 toos(n, ras)l u (rs 1) dei due 
(4) 


Ici x,. y, Ze, y sont les coordonnées transversales des points dans 
le plan de la source et le plan d'observation qui lui est parallèle 
fig. 1.1); r,,, le rayon vecteur qui relie ces points; n, la normale 
commune aux plans; £ = 2x/À; enfin, u (x, y), l’amplitude com- 
plexe du champ, fonction des coordonnées transversales, qui varie 
faiblement à des distances —À. 

La relation (1) permet de calculer d’après la répartition donnée 
du champ dans le premier plan w (x,;, y,), le champ u (x, y) du 
deuxième plan; on admet ici que le milieu est homogène, la source 
strictement monochromatique et sa dépendance par rapport au 
temps est de la forme exp (—iwt), de sorte que u(x, y, t) = 
— u (x, y) exp (—iwt), et la valeur réelle de l'intensité du champ 
est égale à Re [u (x, y) exp (—iwt)l. Notons que le passage de l’in- 
tensité du champ u (x, y, t) à l'intensité du rayonnement J (zx, y) 
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sera ensuite réalisé d’après la formule Z (x, y) — (| u (x, y, t) |*)}, 
où l'expression entre les chevrons traduit la mise en moyenne 
par rapport à un intervalle de temps infini. Pour une source mono- 
chromatique Z (x, y) = | u (x, y) |*. 

Les dimensions transversales de la région dans laquelle le champ 
est différent de zéro seront considérées presque toujours comme 
limitées et pas trop grandes. Lorsqu'un écran opaque percé par un 
trou sera placé dans le premier plan, alors que les sources elles-mêmes 
se situeront à gauche de cet écran, nous nous guiderons par le prin- 
cipe de Kirchhoff. D’après ce principe l'intégration de (1) pour le 
calcul du champ dans le deuxième plan doit porter seulement sur 
la surface du trou, en supposant que la présence de l’écran n’inter- 
vient pas dans la répartition du champ dans la zone du trou (ce qui 
est vrai lorsque les dimensions du trou dépassent sensiblement À). 

La théorie des résonñateurs optiques s'intéresse en général aux 
faisceaux dits paraxiaux, dont les angles d'incidence sur l’axe du 
système ne sont pas grands. Ceci permet de remplacer dans la rela- 
tion (1) cos (n, r,.) par l'unité. 

Ensuite, dans la grande majorité des cas pratiquement impor- 
tants, dans l'indice de l’exposant on peut remplacer la valeur exacte 
ro = Va + (za — 2) + (y: — yY,)* par la valeur approchée r;,, — 
= 2 + (x, — x,)*/2z + (ya — y,)*/2z, et au dénominateur de l’inté- 
grand remplacer le même r,, simplement par la distance z entre les 
plans. Ainsi, 


U (Tes Ye) = 
— exp (kz) CAR Us) [| exp {if [es Ben L sn? eu | Ku(r, Ys) dr dys. 


(2) 

La formule (2) s'appelle d’après l'usage approximation de Fres- 
nel. Les limites de son application sont décrites en détail par de 
nombreux traités d'optique (cf., par exemple, [7]). Pour notre part, 
nous n’examinerons qu'un point important. 

Bien que pour déduire (2) nous ayons supposé que les dimensions 
transversales de la source étaient limitées, dans ce qui suit les for- 
mules de ce type seront utilisées également lorsque les limites d’inté- 
gration seront infinies. Pour comprendre quel sera alors leur sens, 
déduisons à l’aide de (2) les lois de propagation d’une onde plane 
infinie. Supposons que cette onde soit dirigée le long de l’axe des 
z de façon que le plan zxy soit sa surface équiphase: w (x;,. y,) = 
— C = Cte. Alors, (2) se met sous Ia forme 


u(re, yo) = SIP Z LEP. (ikz) [ (expfie( en (ze — SALE (Ye — ur He |} ar, dy. 


—œ 
L'intégrale impropre qui figure au deuxième membre ne converge 
en général pas sous cette forme. En effet, partionnons la surface d’in- 
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tégration en zones dites de Fresnel ; à l’intérieur de la première de 
ces zones la phase de l’intégrand varie de 0 à x, à l’intérieur de la 
deuxième, de x à 2x, de la troisième, de 2x à 3x, etc. On voit sans 
peine que les limites des zones de Fresnel forment un système de 
cercles concentriques de centre en O, situé en face du point d'obser- 
vation (cf. fig. 1.1). Leurs rayons r, sont déterminés dans ce cas par 
Ja relation (4/22) r, = na, ou r, — V rAz. En mettant notre intégrale 
de surface sous la forme d’une somme ZX de toutes les intégrales 
sur les zones de Fresnel isolées et en effectuant l'intégration (à cet 
effet il est plus commode de passer des coordonnées cartésiennes aux 


Fig. 1.1. Illustration du principe de Huygens-Fresnel. 


coordonnées polaires de centre en O), on obtient finalement l'expres- 
sion suivante : Z — (2i/n) (sy — So + S3 — 54 + . . .), OÙS,, So, Sa, … 
sont les surfaces des zones de Fresnel correspondantes. Puisque 
8, = S$2 =... — rÀz, la somme de cette série ne tend pas vers une 
limite quelconque, d’où l'affirmation correspondante sur l'intégrale 
initiale. 

Pour tourner cette difficulté il suffit de prendre en considération 
que l’intégrand de la formule (1), plus exacte que la formule (2) 
comporte un facteur qui décroît lentement à mesure que le rayonne- 
ment s’écarte de la normale au plan de la source. Il s'ensuit qu'avec 
l'augmentation du numéro d’ordre, les termes de la série doivent 
décroître lentement mais régulièrement. La somme de Îla série tend 
alors vers une limite déterminée qui ne dépend pratiquement pas 
de la loi suivant laquelle ses termes décroissent progressivement, et 
qui est égale à la moitié du fpremier d'entre ces termes (cf., par 
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exemple, [6]. $ 8, 2). De la sorte, Z = is,/n. Finalement, on ob- 
tient le résultat correct: u (x., y.) = C exp (ikz). 

Toutes ces considérations indiquent que l’integration interme- 
diaire dans les limites infinies est également légitime. Cette opération 
s'impose, par exemple, lorsque le champ du plan de la source ne 
dépend que d'une des coordonnées cartésiennes. Alors, l’intégration 
sur l’autre coordonnée amène pour le problème bidimensionnel 
l'analogue suivant de la formule (2): 


U (x) = | exp [ik Ba | u (ts) dr. (2a) 


Répartition dans la zone éloignée. Passons maintenant à l’objet 
même du présent paragraphe, qui consiste en l’étude de la divergence 
du rayonnement. Explorons à l’aide de la formule (2) la répartition 
du champ à de si grandes distances z de la source que l'égalité 


z> + (x! + Yi)max (3) 


soit observée. On peut négliger alors les termes en zxi et yi de l’inté- 
grand. En faisant également sortir du signe d'intégration les termes 
en x$ et y2 pour les placer dans le facteur de phase commun devant 
l'intégrale, on obtient 


u (te, Y)= exp [ik (z Es y3/2z)] K 


X | | EXP [ — (cre + au) | U(zi, Us) dr dys. (4) 


Enfin, si on définit la position du point d'observation non pas par 
les coordonnées cartésiennes, mais par les angles d’incidence a, = 
= 2,/2, &, —= y,/z et leur éloignement z de la source, on obtient 
des formules particulièrement suggestives: 


u(a., &y, 2) = exp [ikz (1 + «2/2 + a/2)] X 
* —— | | exp[—ik (az +ayya)l u(zs, Ya) da dy, (5) 


1 
T(ax, ay, 2)=-7F(a, &), (6) 


1 ; 2 
Fes e)=]+ | Texpl—it(an+a)lu(s, 1) dr du |”. 


Ces formules montrent que les formes de la répartition du rayonne- 
ment dans les plans suffisamment éloignés de la source coïncident, 
il n’y a que l'échelle de la répartition qui croît proportionnellement 
à l'éloignement z, alors que la densité varie comme «1/27. Dans 
ces conditions, d’après (5), la répartition angulaire de l'amplitude, au 
facteur figurant devant l'intégrale près, est une transformée de 
Fourier de la répartition de l'amplitude suivant la section de la 
source, calculée pour les fréquences spatiales f, = &./h; f, = &y/À 
(pour plus de détail, cf. [7]). La grandeur F (&,, &,) introduite 
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dans [6] n’est rien d'autre que le flux de rayonnement par unité 
de l’angle solide. En photométrie classique cette grandeur se nomme 
ordinairement intensité de la lumière dans la direction donnée ; 
pour notre part, en empruntant à un langage plus usité actuellement, 
nous nommerons la fonction F (&,, «,) répartition de l'intensité 
du rayonnement (ou répartition de l'intensité dans la zone éloignée) 
en conservant seulement pour F (0, 0) le terme d'intensité axiale 
de la lumière. Nous utiliserons ces mêmes notations également pour 
la répartition angulaire du rayonnement des sources non monochro- 
matiques, bien que dans leur cas les formules (5) et (6) cessent d’être 
valables. 

La largeur de la répartition de l’intensité dans la zone éloignée 
constitue justement la divergence angulaire du faisceau lumineux. 
Par divergence on entend le plus souvent ce qu’on appelle divergence 
à demi-intensité ; c’est la marge des angles dans laquelle l'intensité 
atteint au moins la moitié de sa valeur maximale. Pourtant, des 
émetteurs réels possèdent souvent de larges « ailes » de répartition 
qui absorbent une partie notable de la puissance. C’est pourquoi la 
valeur de la divergence à demi-intensité, c’est-à-dire, au fond, la 
largeur du maximum central de la répartition n’est pas très signi- 
ficative, si on ne connaît pas la part de la puissance générale qui re- 
vient à ce maximum. La grandeur appelée ordinairement divergence 
a demi-énergie présente une plus grande valeur pratique ; elle déter- 
mine le diamètre angulaire du cercle dans la zone éloignée qui couvre 
la moitié du flux de rayonnement tout entier. 

Avant d'aborder l'analyse des exemples concrets, notons les 
particularités suivantes de la répartition angulaire d’une source mono- 
chromatique, qui se déduisent des propriétés de la transformation de 
Fourier : 

1) Si la répartition du champ suivant la section de la source 
u (Z1, Y,) peut être mise sous la forme u, (x) u, (y), l'expression 
de la répartition se décompose également en un produit de deux 
facteurs 


| F(a,, a) = F,(as) F, (ay); (7) 


2) si l’une des dimensions de la source devient Æ fois plus grande 
tout en conservant la forme de la repartition, la divergence du rayon- 
nement dans cette direction devient Æ fois plus faible. 

Passons maintenant à l'examen de certains cas importants qui 
se présenteront dans la discussion des chapitres qui suivent. 

Source idéale. Nous dirons idéale pour une source dont l’amplitude 
complexe du champ est constante sur la section de sortie. En optique 
classique une telle source ne peut être constituée que par un trou 
dans un écran opaque, éclairé par une source lumineuse ponctuelle 
placée de façon que le faisceau dans la zone du trou soit suffisamment 
uniforme en densité et ait un front d’onde plan. C’est pourquoi autre- 
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fois il était d'usage de parler non pas de la source de telle ou telle 
forme, mais de la diffraction par le trou correspondant. Actuelle- 
ment, le rôle de source idéale est souvent rempli par la face semi-trans- 
parente du barreau laser ou le miroir du résonateur. 

On voit sans peine que pour une source idéale, le maximum de. 
la répartition de l’intensité tombe toujours sur la direction axiale. 
(6) amène immédiatement une formule bien simple de l'intensité. 
axiale de la lumière 


F(0, 0)=|+ [| Lo T4 dYs 


où uw, est l’amplitude du champ sur la section de sortie de la source ; 
S, la surface de la section (du trou). Si l’on retient que la grandeur 
| u | S n’est rien d’autre que le flux de rayonnement passant par 
la section de sortie toute entière, ou la puissance P de la source, il 


vient 
F (0, 0) = PS/X*. (8) 


De la sorte, pour la puissance donnée d’une source idéale, son inten- 
sité axiale de la lumière est directement proportionnelle à la surface 
de l'ouverture de sortie et ne dépend pas de la forme. 

Pour les sources qui ont les mêmes puissance et forme de la sec- 
tion de sortie, mais de différentes dimensions transversales, la pro- 
portionnalité entre F (0, 0) et la surface est triviale; elle résulte. 
directement de la diminution déjà notée de la divergence sous l'effet 
de l’augmentation des dimensions transversales. Pour ce qui est de 
la forme de la source, bien qu'elle ne figure pas dans (8), c’est cette 
relation précisément qui permet d'élaborer le critère de son évalua- 
tion, en partant des prescriptions auxquelles doit satisfaire la source. 
combinée au système extérieur de la production du rayonnement [8]. 
C’est que dans tous les cas lorsqu'il faut obtenir une action à distance 
maximale (radar optique, mesure des distances, etc.) l'élément prin- 
cipal du système de formation est un télescope dont l’oculaire est. 
placé en regard de la source (fig. 1.2). Le télescope assure un grandis- 
sement de X=/]f2/f,| fois des dimensions transversales du flux lumi- 
neux étroit dirigé, où f, et f. sont les distances focales de l’objectif 
et de l’oculaire ; Æ, le grandissement du télescope. En première ap- 
proximation la forme de la répartition de l'amplitude complexe du 
champ se conserve. Comme nous l’avons déjà dit, cette façon de 
procéder diminue de Æ fois la divergence du rayonnement. L'inten- 
sité axiale de la lumière divient respectivement de Æ* fois plus forte ; 
dans le cas d’une source idéale, même après le télescope elle est 
encore définie par la relation (8) (le front d’onde reste plan), seule- 
ment S acquiert maintenant le sens de surface de la section du fais- 
ceau à la sortie du télescope. 

Si les dimensions de l'objectif sont données et les pertes de 
lumière par vignettage sont inadmissibles, l’intensité lumineuse 


F= Lu ES 


9 
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axiale maximale s'obtient avec un grandissement du télescope tel que 
la section du faisceau lumineux s’« inscrit » exactement dans la sec- 
tion de l'objectif, qui d’habitude forme un cercle. Cette situation 
est explicitée par la figure 1.3, où sont représentées à la même échelle 
des sections des deux sources (a, b) et des faisceaux lumineux à la 


Fig. 1.2. Télescope de Galilée. 


sortie du télescope (c, d). Notons que les formes des sources repré- 
sentées sur la figure correspondent au même laser, mais à cavites 
résonnantes différentes (cf. $ 4.2). La figure rend clair que dans des 
dispositifs de ce type l'intensité lumineuse ne dépend pas des dimen- 
sions de la source idéale et peut être calculée d’après la formule 


F (0, 0)=-Ÿ Py, (9) 


où S, est la surface de l’objectif du télescope ; P, encore la puissance 
de la source (sans pertes dans le télescope) ; y, le coefficient de remplis- 
sage dépendant de la forme de la source et égal au rapport de la sur- 
face de la source à la surface du cercle circonscrit (à propos, ce cercle 
n’est rien d’autre que la section requise de l’oculaire du télescope). 


4) 6) c) d) e) 


Fig. 1.3. Influence dela forme d'une source idéale sur l'intensité lumineuse axiale 

-en]présence d’un système de formation extérieur: a), b) sources idéales de même 

ace, mais de forme différente; c), d) sections des faisceaux lumineux à Ja 

sortie du système de formation; e) illustration du choix du système de for- 
mation pour une source de forme irrégulière. 


Lorsqu'on compare les sources idéales d’égale puissance, la préfé- 
rence doit aller à celles qui ont un y plus grand (dans notre cas, à la 
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source de la figure 1.3, b). Il] arrive que l'intensité lumineuse axiale 
peut même être augmentée en renonçant à une partie de la puissance 
du rayonnement, si en procédant de la sorte on arrive à augmenter 
sensiblement +. Ainsi, dans le cas de la figure 1.3, e, il est avanta- 
geux d'utiliser non pas toute la section du faisceau, mais seulement 
sa partie délimitée par le cercle en pointillé. 

Concluons l'examen des sources idéales par les données sur la 
divergence du rayonnement dans le cas des formes de la section les 
plus simples (rectangulaire, circulaire, annulaire). En intégrant 


T(@=) 
(0) 


Fig. 1.4 Répartition de l'intensité dans la zone éloignée d'une source en forme 
de bande infinie à amplitude constante. 


dans (6) dans les limites correspondantes (—a <r <a; —b<y< 
< b), on obtient pour un rectangle de dimensions 2a X 2b: 
F(a&zx, ay) __f sin (ka) 712 sin (kbay) 12 
F (0, 0) =| kaaz ] [ kbay ] ° 
De cette façon, conformément à (*), l'expression de la répartition 
de l’intensité dans la zone éloignée se décompose ici en un produit 
de deux facteurs. Chacun d'eux dépend seulement d’une coordonnée 
angulaire et traduit la répartition pour une source sous forme d’une 
bande (fente) infinie d’une largeur À égale à 2a ou 2b respectivement ; 
la forme d’une telle répartition est visualisée sur la figure 1.4. 
Cette figure n’impose pas de commentaires particuliers ; notons seule- 
ment que la largeur du maximum à demi-intensité est égale à 0,9 4/h. 
Pour une section ronde de la source la répartition dans la zone 
éloignée, naturellement symétrique par rapport à l’axe, est décrite 
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par la formule 


F (a) =4f J, (kaa) L 
F(0) kaa ? 
où & = Va + a est l’angle entre la direction de l'observation et 
la direction de l’axe ; a, le rayon du cercle ; J,, la fonction de Bessel. 
La forme de la répartition est donnée par la figure 1.5 (courbe J). 
Les dimensions angulaires de l'image dans la zone éloignée sont 
comme toujours inversement proportionnelles aux dimensions de la 
source. L'image elle-même présente une tache claire encerclée d’un 


Z un. rel. 1, un. rel. 


Fig. 1.5. Répartition des intensités dans la zone éloignée des sources idéales 
à section de sortie en forme de cercle (7) et d'anneaux dont les diamètres inté- 
rieurs se rapportent aux diamètres extérieurs comme 0,6 (71) et 0,8 (ZI1). 


système d’anneaux clairs (maximums ou pics de répartition) séparés 
par des intervalles sombres (minimums). L'’intensité des anneaux 
clairs décroïît rapidement avec l'augmentation du rayon (pour visua- 
liser deux maximums en plus du maximum central, il a fallu augmen- 
ter de 10 fois l’échelle du dessin à partir de &« = 2./2a). A la différence 
du cas du rectangle, les maximums et les minimums ne sont pas équi- 
distants; il est vrai qu'avec l'éloignement du centre la distance entre 
les anneaux voisins s'approche asymptotiquement de À/2a. Le rayon 
angulaire du premier minimum est de 1,22 À/2a; de la sorte, la 
tache centrale couvre une région à largeur angulaire 2,44 A/2a. Cette 
région consomme 84 % de la puissance totale d’une source ronde; 
le premier anneau (plus précisément, la région entre le premier et le 
deuxième minimums) en absorbe 7 %:; le deuxième, 3 %. 
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Dans le cas d’une source en anneau avec le même rayon extérieur 
a et le rayon intérieur ea, on a 


F(œ) _ 4 Ji (kaa) __ > J(ekaa) 7? 
F (0) = —x| kaa ekaa | 


Les diagrammes des répartitions pour deux sources de ce type, dont 
l’un a une largeur a (1 — €) deux fois plus grande que l’autre, sont 
consignés sur la même figure 1.5 (courbe ZI, e = 0,6 ; courbe JII, 

— 0,8). Par commodité de comparaison, toutes les courbes sont 
tracées à la même échelle, les puissances de toutes les trois sources 
sont les mêmes ; on a adopté comme intensité unité l’intensité lumi- 
neuse axiale de la première source (ronde). 

Conformément à (8), l'intensité lumineuse axiale des sources 
en anneau diminue suivant la surface qu’elles occupent et est égale 
en unités retenues à 1 — &°, ce qui fait 0,64 pour la deuxième source, 
et 0,36 pour la troisième. De cette façon, la hauteur du maximum 
central baisse sensiblement ; la largeur de ce maximum est égale- 
ment un peu plus petite que pour une source ronde (on peut montrer 
qu'elle est déterminée par la distance moyenne entre les différents 
secteurs de la surface émettrice qui pour un anneau est plus grande 
que pour un cercle). Donc, la part de la puissance générale qui revient 
au maximum central diminue brusquement et constitue pour la 
deuxième source 37 %,et pour la troisième, seulement 17 %. L’inten- 
sité du rayonnement sous de grandes incidences sur l’axe augmente 
respectivement : les deux premiers anneaux de la répartition dans la 
zone éloignée de la deuxième source absorbent 35 et 15 % de la puis- 
sance générale (au lieu de 7 et 3 % pour le premier émetteur), et de 
la troisième, 20 et 1S %. 

Un fait à signaler: pour nos trois sources la divergence mesurée 
à idemi-intensité constitue respectivement 1,03 À/2a; 0,87 À/2a et 
0,79 A/2a; celle à demi-énergie (cf. plus haut}: 1.06 À/2a; 2,9 À/2a 
et 5,25 À/2a. Par cet exemple suggestif nous clôturerons notre analyse 
de la divergence du rayonnement des systèmes à front d’onde plan 
et à répartition régulière de l'intensité suivant la section de sortie. 

Source monochromatique arbitraire. L'intensité lumineuse axia- 
le d’une telle source est en vertu de (6) égale à F (0, 0) = 


— | à {| u (z;, y1) dr,dy, *. En introduisant la puissance totale 
de la source P — ji u (z,, ÿ1) |? dr,dy, et la surface de la section 


de sortie $, nous pouvons mettre cette expression sous la forme 
F (0,0) = y, où 


US ur menant 1er 


— (10) 
(1/8) \\ Vu(zi, Ya) |? di dy: |u |? 
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On sait qu'une fonction complexe arbitraire w vérifie la relation 
| u |?/| u 1, l’égalité ne s’obtenant que dans le cas où u = Cte. 
On en tire immédiatement que dans toutes les sources possibles de 
mêmes puissances et de mêmes surfaces de la section de sortie, la 
plus forte intensité lumineuse axiale est fournie par celle dont l’am- 
plitude complexe du champ sur la section de sortie est constante, 
c’est-à-dire par une source idéale (c’est pour cette raison, d’ailleurs, 
que nous l’avons dénommée ainsi). C’est peut-être la seule conclusion 
générale de quelque intérêt qu’on puisse formuler sur les propriétés 
de la répartition angulaire des sources arbitraires (sans compter la 
loi encore plus générale mentionnée plus haut, d’après laquelle 
la répartition dans la zone éloignée est la transformée de Fourier 
de la répartition sur la section de sortie ou dans la zone rapprochée). 
Passons donc à l’examen des cas particuliers les plus importants. 

Les sources dans lesquelles la répartition de l'intensité est irré- 
gulière seulement dans la zone rapprochée, alors que la phase est cons- 
tante (front d’onde plan) se distinguent peu, quant aux propriétés, 
des sources idéales. Pour ces lasers u (x,, y.) = eï®oA (zx,, y,), où 
A est déjà non pas une fonction complexe, mais une fonction réel- 
le non négative des coordonnées. On tire sans peine de (6) que dans 
ce cas-là, tout comme pour les sources idéales, le maximum de répar- 
tition de l'intensité dans la zone éloignée correspond à la direction 
axiale. Le coefficient sans dimension y’ qui figure en facteur dans 
l'expression de l'intensité lumineuse axiale s’écrit alors +’ — 
= (4)°/A?< 1 et acquiert le sens d’une fraction de surface de la 
section couverte efficacement par le rayonnement. Si la section sur 
laquelle on prend la moyenne dans le calcul de y’ est ronde, ce para- 
mètre devient tout à fait analogue à y, paramètre établi pour des 
sources idéales. En particulier, si on remplace y par y’, la formule (9) 
de l'intensité lumineuse axiale reste valide après la traversée du 
système de formation extérieur. 

Ce qui importe, c’est que le coefficient y’ devient sensiblement 
inférieur à l'unité seulement lorsque l'irrégularité de la répartition 
du champ est très forte. Voici un exemple numérique. Supposons 
que la section de sortie de la source se compose de deux zones de même 
surface : par la première passe répartie régulièrement une fraction # 
du flux total, et par la deuxième, le flux restant réparti tout aussi 
régulièrement. Pour une telle source, (10) conduit à la formule y’ = 


= 0,5 + Ve (1 — &); avec e — 0,2 le paramètre y’ est égal à 0,9; 
avec & —= 0,1, y” = 0,8. 

Encore un exemple. Supposons que la densité du rayonnement 
sur la section de sortie varie avec la même probabilité de zéro à une 


valeur maximale. Dans ce cas y” — [(vz ds | fi Z |" — 0,89. 
0 


0 
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Ces exemples rendent parfaitement clair que l'intervention de l'irre- 
gularité de répartition de l'amplitude du champ dans l'intensité 
lumineuse axiale (et avec elle dans la divergence du rayonnement} 
est relativement faible. 

La répartition dans la zone éloignée est influencée bien plus par 
l'instabilité de phase sur la section de sortie, c’est-à-dire par l'écart 
du front d’onde par rapport à la forme plane. Nous examinerons en 
détail le cas très fréquent de la relation quadratique entre la phase et 
les coordonnées transversales, ce qui correspond (si les coefficients 
affectés à zx? et yf sont égaux) au front d'onde sphérique. Ainsi, 


u (rs da) = À (2x, 4) exp [3 (et + vi) ]; ici À (æ, 3) est la fonc- 


tion réelle non'négative des Cobrdonness p, le rayon de courbure du 

front d'onde. Pour p >> 0, le front d'’ onde est convexe (faisceau diver- 

gent); avec p<< 0, il est concave (au début le faisceau se rétrécit). 
En portant cette expression de uw (x,, y.) dans (6), on obtient 


F(@xs ay)=|+ | A (Ty Ya) X 
2 
X exp [ae (ei + y) — ik (asts + ayya] des dys | = 


=|+ | + (ef 2 pe + 4 (cu Ya) dr ds |" | 


La comparaison de . formule avec (2) entraîne qu'avec le 
front d’onde à rayon de courbure p >> 0, la forme de la répartition 
angulaire coïncide avec l'allure de la répartition de la densite 
I (z:, y:) dans le plan d'observation, éloigné à la distance z = p 
de la source de même amplitude À (z,, y,), maïs de front d'onde plan 
(le passage de l’échelle linéaire à l'échelle angulaire se fait d’après 
les formules &, = z,/p; &, = y2/p). Si on change le signe de p, 
ces deux images restent identiques, seulement l’une d'elles devient 
renversée par rapport à l’autre. 

En optique, l'étude de la diffraction des faisceaux à fronts d'onde 
plans est assez poussée. A de petites distances (z < a?/À, où a est la 
dimension caractéristique de la source), la forme et les dimensions 
de la tache reproduisent très fidèlement celles de la source. Avec 
z Ÿ a°/} la tache par contre s’e étale » complètement et on obtient 
alors la répartition angulaire du rayonnement dans la zone éloignée 
reproduite par la forme de la tache. 

Ces renseignements appliqués au cas du front d'onde sphérique 
qui nous intéresse, ont la signification suivante. Avec | p | € a°/À, 
ou a°/À | p | © 1. la largeur de la répartition angulaire est égale 
simplement aux dimensions de la source divisées par |p |; ceci 
n’est rien d'autre que l’angle entre les rayons marginaux normaux 
au front d'onde. Ainsi, la divergence du rayonnement est ici d'une 
origine purement « génmétrique ». Avec a°/À lp <1, la courbure 
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du front d’onde, par contre, est si négligeable, qu’elle cesse d’inter- 
venir dans la divergence du rayonnement (la flèche du front d’onde 
est sensiblement inférieure à À); on peut donc évoquer encore une 
divergence purement « diffractive ». Si on retient que le paramètre 
a°/À | p | est égal au rapport de la divergence « géométrique » a/| p | 
à la divergence « diffractive » À/a, le sens de ce qui vient d’être dit 
devient parfaitement clair. [1 reste seulement à observer sur des exem- 
ples concrets comment les divergences « géométrique » et e«diffractive » 
se suivent en fonction de la variation de la courbure du front d’onde. 


Am) 


| 
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Fig. 1.6. Répartition de l'amplitude suivant la section du faisceau gaussien. 


Le plus simple est de le faire dans le cas du faisceau dit de Gauss 
dont la répartition de l’amplitude symétrique par rapport à l'axe 
est décrite par la fonction de Gauss À (r) — A, exp [—(r/w)°|l, où 
r=Vr + y; w, le rayon du faisceau, déterminé comme la distance 
à laquelle l’amplitude du champ devient e fois plus faible par rapport 
à sa valeur sur l’axe (fig. 1.6). Notons que l'intensité se dédouble 
à la distance w V (1/2) In 2 de l'axe; de cette façon, la largeur totale 
du faisceau à demi-intensité est égale à w V2 In 2 = 1,2 w. 

Les faisceaux de Gauss jouent, comme nous le verrons par la suite, 
un rôle important dans la théorie des résonateurs « stables ». La 
plus remarquable de leurs propriétés est la simplicité très poussée 
des lois qui régissent leur propagation en approximation d'onde. En 
effet, en considérant (2) on voit sans peine que quelle que soit la 
distance jusqu’à la source à front d'onde sphérique et à répartition 
gaussienne de l'amplitude, le faisceau reste toujours gaussien et 
garde son front d'onde sphérique; il n’y a que la corbure du front 
et le rayon du faisceau w qui changent. La dimension transversale 
minimale s'obtient dans le « col », où le front d’onde est plan (fig. 1.7). 
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Bien sûr, le « col » ne s’observe en fait que lorsque le rayon de cour- 
bure du faisceau à la sortie de la source est négatif, c’est-à-dire lorsque 
le faisceau converge ; avec p >> 0, le col est imaginaire et sa position 
est définie sans ambiguité par les paramètres du faisceau. 


Fig. 1.7. Propagation des faisceaux gaussiens dans le vide. 


La propagation des faisceaux gaussiens dans un espace libre, 
abstraction faite pour le moment du déphasage général (à ce propos, 
cf. $ 2.1), est décrite exhaustivement par les deux relations suivantes 
illustrées par la figure 1.7: 


u® (2) = w2 [1 + (Az/nuwi)*], (11) 
p(:)= 211 +(nwi/Az)*]. (12) 


Ici w est le rayon du faisceau à la distance z du col; w,, sa valeur 
au droit ‘du col; p, le rayon de courbure du front d'onde. 

Ces relations permettent de calculer aisément la divergence du 
faisceau gaussien à front d'onde sphérique. En connaissant p et w 
on peut établir la position du col et le rayon du faisceau en cet endroit. 
Il est plus simple, pourtant, d'utiliser, comme nous l'avons déjà 
dit, l’image du rayonnement dans la zone éloignée du faisceau à rayon 
de courbure o du front d'onde qui est identique à l’image de la répar- 
tition du rayonnement à la distance p d’une source analogue à front 
plan. Conformément à (11), à la distance p de Ja source Île faisceau 
gaussien de rayon w à front plan aura un rayon égal à 


w V 1 + (Ao/xw*)° en passant de la mesure linéaire à la mesure angu- 
laire, on obtient que le rayon angulaire de la répartition gaussienne 


3201593 
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Fig. 1.8. Répartitions angulaires du rayonnement des sources à répartition 
régulière de l’amplitude et à front d’onde sphérique : 1 — absence de divergence 
« géométrique » (front d'onde plan: même courbe que sur la figure 1.4); 2 — 
NA — 2Mh (flèche du front d'onde: À/4); 3 — h/p — 4,5 MR (flèche du front 
d'onde: 9À/16); 4 — h/p — 8h (flèche du front d'onde: À). 


dans la zone éloignée est (w/p) V1 + (o/xw°)? = V (w/p)}° + (A/nw):. 
Il s'ensuit que la divergence à demi-intensité est égale à 


In 2-V (w/p}° + (W/ruv)? = / (in 22) + (2). On voit sans 


I w 
peine que in 2. est justement la divergence « géométrique », et 


ee . À est la divergence « diffractive ». De cette facon, dans le cas 
considéré, le carré de la divergence résultante est égal à la somme 
des carrés des largeurs des répartitions géométrique et diffractive. 

Examinons encore l’exemple du faisceau à répartition réguliere 
de l’intensitésuivant une section rectangulaire. Dans ce cas F (æ&,, &,) 
se décompose en produit de deux facteurs de même type, dont chacun 
présente une répartition angulaire du rayonnement de l'émission 
de la source sous la forme d’une bande infinie à forme cylindrique 
du front d’onde. La figure 1.8 traduit les résultats des calculs numé- 
riques de la répartition de l'intensité dans la zone éloignée d'une 
telle source pour des relations différentes entre les divergences géo- 
métrique »/p et diffractive À/k (hk est la largeur de la bande). Dans 
tous les cas, dans la zone rapprochée la densité du rayonnement adop- 
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tée est la même; comme unité d'intensité dans la zone eloignée on 
a retenu l'intensité lumineuse axiale d’une source «en bande» 
à front d'onde plan (p = ). À la différence du cas précédent, les 
formes des répartitions géométrique et diffractive ne coïncident 
pas et l’image résultante devient bien plus compliquée que pour 
le faisceau gaussien. 

Insistons sur le fait suivant. Îl n'est pas difficile de voir que 
les divergences géométrique et diffractive s'avèrent égales entre 
elles lorsque la flèche du front d'onde fait seulement 4/8. Lorsque 
la flèche est égale à À, la divergence géométrique vaut déjà huit. 
divergences diffractives et la domine complètement. La comparaison 
des courbes Z et 4 de la figure 1.8 montre que la présence d’une telle 
flèche suivant l’une des coordonnées seulement rend 11 fois plus 
faible l’intensité lumineuse axiale par rapport à une source idéale; 
s’il y avait aussi une flèche analogue suivant l’autre direction, l’inten- 
sité lumineuse diminuerait encore à la même échelle ! C’est une: 
preuve de plus de l'influence énorme qu'’exercent sur la réparti- 
tion dans la zone éloignée des déphasages même aussi faibles. 

Examinons maintenant un autre type de sources qui figurera par 
la suite dans notre exposé. Il s’agit cette fois encore des faisceaux 
à surface équiphase plane, mais sur cette surface l’amplitude réelle 
du champ sera une grandeur alternée. Bornons-nous à l'exemple le 
plus simple de la répartition unidimensionnelle de l’amplitude com- 
plexe de la forme 


cos re 


Ca) 


m=0, [2 &, RS | 


2a ? 
Um (Z)— —a<z<a. (13) 
sin De, m=1, 3, D, :.…, 


Ces fonctions s’annulent aux extrémités de l'intervalle et à l’inté- 
rieur de cet intervalle possèdent chacune m zéros; ainsi, elles sont 
toutes, sauf la première, des fonctions alternées. Ecrivons-les de la 
façon suivante 


un (ee {( DE 4m ]}= exp {[ ÉD 4m ]} à 
+L exp {fete un, (14) 


Le champ à amplitude complexe de la forme C exp (ikxa) repré- 
sente pour &« < 1 une onde plane incidente sur l’axe sous un angle &. 
Um (x) est donc une superposition de deux ondes planes réciproque- 
ment cohérentes, dont les directions de propagation composent avec 

a 


ns - R- En calculant | exp (—ika.z) u, (x) dx 


-Qo 


l’axe des angles + 


3% 
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(cf. (6)), on obtient 
s [a (se- à) 


m+i À 
bar) 


+(—1)" 


+ 


sin _ Hu . 


Les courbes F,, («.) des premières quatre fonctions sont données 
par la figure 1.9 (traits continus). Nous reviendrons bientôt à cette 


Fm (x) © 


Fm 


PAPA = 
4 JL 1 0 1 2 T4 


Fig. 1.9. Répartitions dans la zonc éloignée pour la superposition cohérente 
el incohérente de deux ondes planes. Courbes continues: source à répartition 
de l'amplitude de la forme (13) ; courbes en pointillé : somme incohérente de ces 
“mêmes ondes; courbes 1, 2, 3, 4 pour m = 0, 1, 2, 3 respectivement. 


figure ; pour moment notons que l’allure alternante de l’amplitude 
non seulement accroît la divergence, mais encore décompose la répar- 
tition angulaire en taches isolées d’intensité comparable (à propos, 
dans notre exemple, si l’on tenait compte de la répartition analogue 
suivant la deuxième coordonnée, # (&«,, &,) compterait déjà quatre 
pics de même grandeur). Les distances angulaires entre les taches 
sont —\/A, où À est la distance entre les nœuds de répartition de 
J'amplitude dans la zone rapprochée. 

Source non monochromatique. Supposons que notre source émet 
simultanément un ensemble des ondes monochromatiques de fré- 
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quences distinctes 
U (Zi, Yo €) = Ui (Ty, Ya) XP (—iout) + 
+ Us (x,ÿ) exp (—iwit) + ee © 


Le principe de superposition fait qu’à n'importe quelle distance 
le champ d’une source peut s'écrire sous une forme analogue 


U (Ze, Yes À) = Ua (To, Ya) EXP (—iQnt) + ue (Les Yo) EXP (—ivot) + …, 


où l'amplitude complexe u, (ze, y.) de chaque composante se cal- 
cule en portant uv, (x, y,) dans les relations usuelles donnéesYau 
début de ce paragraphe. Calculons d’après la recommandation’que 
donne ce même début de paragraphe l'intensité du rayonnement 
mise en moyenne par rapport à un grand intervalle de temps (nous 
omettrons les indices affectés à x et y; un astérisque indiquera la 
conjugaison complexe) 


T(x, y)={(lu(z, y, t)1}=<(u(x, y, t)u* (x, y, t))= 
= ([u;exp(—ioit) +u. exp (— it) + ...] X 
X {uf exp (iwst) + us exp (ist) + ...])= 
={[u(x, y)f+lu(, y) + 
Tous les termes croisés oscillent aux fréquences différentielles: 
c’est pourquoi leur moyennage sur un grand intervalle de temps n’ap- 
porte aucune contribution à la somme générale. Ainsi, l'intensité 
globale du champ s’avère égale à la somme des intensités des ondes 
monochromatiques isolées. 


Considérons encore une fois la figure 1.9. Ses courbes en pointillé 
donnent le tracé des diagrammes des fonctions 


sin [ ka (a— La. —) - 


, _ 2 2a 
UD 
" sin [ ke (a+ us )] [ 
ka (as+ 2H +) 


pour les mêmes m que dans le cas des courbes continues. De la sorte, 
si les courbes continues correspondent à la composition cohérente 
des deux ondes planes qui figurent dans (14), les courbes en pointillé, 
elles, correspondent à la composition incohérente des ces mêmes 
ondes, qui aurait lieu si leurs fréquences étaient indifférentes. 
Cet exemple montre que les compositions cohérente et incohé- 
rente peuvent amener des résultats sensiblement différents. D’autre 
part on peut établir que les différences sont grandes seulement dans 
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les domaines où les deux ondes additionnées possèdent une intensité 
perceptible. Ceci est d’ailleurs clair, puisque la composition cohé- 
rente se distingue de la composition incohérente précisément par le 
fait qu'elle tient compte des termes croisés dans lesquels les amplitudes 
des ondes différentes figurent en facteurs. 

Nous avons attaché une certaine attention à une questionrelati- 
vement élémentaire du fait que les ouvrages consacrés aux résona- 
teurs optiques délimitent parfois mal les notions de composition 
cohérente et de composition incohérente. La confusion apparaît le 
plus souvent lorsqu'on applique le procédé usuel en développant la 
répartition du champ en série par rapport aux fonctions propres d’un 
système idéal (cf., par exemple, $ 2.5). Une telle série comporte 
parfois des termes d'ordres élevés, auxquels correspondrait, s'ils 
étaient pris séparément, une divergence de rayonnement très forte. 
Il semble que ceci témoigne aussi d’une divergence globale élevée ; 
or, la réalité peut être tout à fait différente. Voici un exemple. Sup- 
posons que dans un intervalle —a<< x< a la répartition rectangu- 
laire de l’amplitude u = C = Cte est développée en série suivant 

aC 


. : … Us FA 
les fonctions (13): u — — (Uo — + + 7 + ...). Dans ces 


conditions, l’utilisation consécutive des termes d'ordre toujours plus 
élevé entraîne sous l'effet de leur addition cohérente non pas le ren- 
forcement, mais l’atténuation de la divergence globale (pour s’en 
convaincre, il suffit de comparer la courbe continue 7 de la figure 
1.9, relative au premier terme de la somme, avec la figure 1.4, 
qui correspond au résultat final de la sommation). 

Certaines conclusions. Mesure de la divergence. La. discussion 
qui précède de la divergence du rayonnement émis par de différentes 
sources n’est nullement exhaustive ; pourtant, elle doit aider à com- 
prendre l'influence exercée sur la divergence par tels ou tels facteurs 
examinés dans ce qui suit. La conclusion principale qu’on peut en 
tirer pour le moment est que pour les systèmes à rayonnement étroit 
dirigé il convient d'assurer en premier lieu la répartition régulière 
au possible de la phase du rayonnement suivant l’ouverture de sortie. 
L’amplitude répartie irrégulièrement ne présente pas un danger 
aussi grand (le cas de l’amplitude alternée, qui, semble-t-il fait 
exception à cette règle, peut être traité comme celui des sauts de 
phase égaux à x). Même le cas des fréquences multiples est un incon- 
vénient seulement lorsqu'une partie importante de l'énergie totale 
revient aux composantes soit à forte divergence, soit à différentes 
directions de propagation. 

A titre de conclusion évoquons la question de la mesure de la 
divergence angulaire. En explorant (2) nous avons vu que le passage 
à la zone éloignée, lorsque la forme de la répartition cesse de dépen- 
dre de la distance, est défini par la possibilité de négliger les termes 
en x? et y? du facteur de phase de l’intégrand. Dans les conditions 
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courantes, il faut à cet effet observer l'inégalité (3), ce qui, générale- 
ment, impose un éloignement important de la source de rayonne- 
ment. Ainsi, pour À = 0,5 u (lumière verte) et une source de 3 à 5 cm 
de diamètre l’image de la zone éloignée se constitue complètement 
seulement à une distance de quelques kilomètres. Toutefois, il 
n'est pas difficile d'éliminer totalement les termes mentionnés, 
même à proximité immédiate de la source. A cet effet il faut placer 
à la sortie de cette dernière un correcteur de phase dit quadratique; 
le dispositif le plus simple de ce genre est constitué d’une lentille 
mince ordinaire à faces sphériques. C’est que dans le cas d’une lentille 
de faible épaisseur, la traversée de cette dernière ne dure pas assez 
longtemps pour modifier l'amplitude du champ. Il n’y a que la 
courbure du front d'onde qui change, et ceci par saut, ce qui est 
équivalent à l'addition d’un facteur de phase de la forme 
exp liy (x? + y°)]. L'indice de réfraction de la matière de la lentille 
et les rayons de courbure de ses faces étant connus, il n’est pas dif- 
ficile de calculer le coefficient y; la procédure peut être, pourtant, 
encore plus simple. En effet, on sait qu’une lentille positive (f > 0) 
transforme le front d’onde sphérique issu d’une source ponctuelle 
qui se trouve dans son foyer en un front plan. À l’approshe de la 
lentille le rayon de courbure du front sphérique est égal dans ce cas 
à f; le facteur de phase de l’amplitude complexe du champ à tel 


front d'onde est, comme nous le savons déjà, exp [a (2° + ÿ°) |: 


La phase du front d'onde plan est constante. De la sorte, la traversée 
de la lentille à distance focale f conduit à une multiplication supplé- 


mentaire de l'amplitude complexe du champ par exp [+ (2° + ÿ°) | 


(dans cette discussion le petit déphasage commun ne joue aucun 
rôle). 

Revenons maintenant à la relation (2). Si la distance jusqu’au 
plan d’observation z est égale à f, la multiplication de uw (x,, y:) 


parexp [-5i + y}) | conduit à la réduction réciproque des termes 


en x? et yi. On en déduit la façon la plus simple universellement appli- 
quée d'observer la répartition dans la zone éloignée: on place à la 
sortie de la source une lentille (ou une optique plus compliquée) 
à distance focale f > 0. L’image dans le plan focal est complète- 
ment analogue à la répartition dans la zone éloignée; pour passer 
à l'échelle angulaire il faut diviser l'échelle linéaire par f *). Puisque 
la répartition angulaire du rayonnement reste la même quel que 
soit l’éloignement de la source, la distance entre la source et la len- 
tille de mesure ne joue aucun rôle particulier ; il convient seulement 


*) Une telle situation s'est déjà présentée lors de l’analyse de la divergence 
d'un faisceau à front d’onde sphérique ; le passage du front sphérique à p > 0 
au front plan est équivalent à la traversée par le faisceau d'une lentille à f = p. 
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de veiller à ce que la lentille « intercepte » le faisceau lumineux 
tout entier. 

Lorsqu'on a des raisons d'admettre que le front d'onde possède 
une composante sphérique dont la compensation réduira la diver- 
gence, on aurait intérêt de mesurer la largeur du faisceau d non 
seulement dans le plan focal, mais encore à d’autres distances 
de la lentille. Pour comprendre l'information que fournissent les 
mesures de cette sorte, divisons en pensée la lentille en deux compo- 
santes à distances focales f’ — (1/f — 1/1)-1 et f” — L respective- 
ment. Puisque pour la deuxième de ces composantes le plan d’obser- 
vation est un plan focal, il devient clair que le rapport d/l n'est 
rien d’autre que la divergence du rayonnement de la source pour 
laquelle la première composante est un correcteur de sortie. Le calcul 
de la distance /, à laquelle le rapport d/l devient minimal, détermine 
par là même l'intensité optique du correcteur optimal 1/f — 1/1 
et la divergence que permet d'obtenir son utilisation. 


8 1.2. Résonateurs optiques et leur classification 


Renseignements préliminaires. Un peu d'histoire. A bordons 
maintenant l'étude des sources les plus importantes du rayonnement 
étroit dirigé très cohérent que sont les lasers. L’un des éléments prin- 
cipaux des lasers est avec son milieu actif et le système de son exci- 
tation le résonateur ou cavité résonnante. L'impératif standard 
auquel doit satisfaire un résonateur, est la présence des oscillations 
propres de bonne qualité relative (lentement amorties), dont les fré- 
quences correspondent à la bande d’amplification du milieu actif. 
D'autre part, on voudrait que ces oscillations à peu près de même 
qualité, ne soient pas très nombreuses: l'excitation simultanée de 
leur trop grand nombre peut conduire à ce que le rayonnement devien- 
ne pratiquement incohérent. 

Les résonateurs de la gamme optique se distinguent par leurs 
dimensions propres qui sont généralement de quelques ordres plus 
grands que la longueur d’onde opératoire. Ceci rend impossible l’uti- 
lisation des résonateurs fermés composés d’une cavité fermée à parois 
réfléchissantes : le nombre d’oscillations à fréquences optiques à qua- 
lité élevée serait dans ces résonateurs excessif. On utilise donc des 
résonateurs ouverts qui n’ont pas de parois latérales, dont la plus 
simple modification se compose de deux miroirs établis en regard 
l’un de l’autre et séparés par le milieu actif. La géométrie même 
de la disposition des miroirs détermine le choix de la direction privi- 
légiée de la propagation du rayonnement, ce qui doit diminuer brus- 
quement le nombre de modes de qualité élevée par rapport aux réso- 
nateurs fermés. En effet, les faisceaux lumineux qui suivent l’axe 
du système (normale commune aux miroirs), sont réfléchis tour à tour 
des miroirs pour s’amortir manifestement plus lentement que les au- 
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tres ; quant aux faisceaux obliques, ils sortent du système et ce d’au- 
tant plus vite que l’angle qu’ils composent avec l’axe est plus 
grand. 

Ce sont des considérations de ee type qui ont conduit Prokhorov 
[1] à l’idée fondamentale de l’avantage que présente l’utilisation 
des résonateurs ouverts. Par contre, ces considérations ne fournissent 
pas encore l’information sur l’existence dans de tels résonateurs d’os- 
cillations propres. On ne peut conclure que ces oscillations doivent 
être cherchées sous la forme de superposition des faisceaux lumineux, 
dirigés le long de l’axe du résonateur ou faiblement inclinés sur cet 
axe. Quelles sont-elles ces oscillations, quelle influence exercerait 
sur elles un milieu actif, quel sera leur nombre dans la génération, 
enfin, quelle sera la divergence résultante du rayonnement, autant 
de questions auxquelles la réponse ne pourra être donnée que par une- 
analyse plus détaillée qui fait justement l’objet du présent ouvrage. 
Cette analyse repose pour beaucoup sur les résultats de la théorie 
des résonateurs ouverts vides (c’est-à-dire ne contenant pas de milieu 
actif). 

La période principale de l'élaboration de cette théorie est celle 
des années 1961-1966. Elle a été amorcée par l’ouvrage éminent de 
Fox et Li [9]. On y trouve pour la première fois l’énoncé et la résolu- 
tion pour quelques exemples particuliers du problème de l’existence- 
et des propriétés des modes inférieurs (c’est-à-dire de meilleure quali- 
té) d’un résonateur ouvert vide. Ces auteurs ont également introduit 
la notion de pertes par diffraction qui peuvent être déterminées 
comme la fraction du flux de rayonnement global diffusé par la dif- 
fraction et passant à côté des miroirs. Pour plusieurs raisons cette 
notion appliquée aux résonateurs optiques s’est avérée beaucoup 
plus utile que celle de qualité, et actuellement elle a presque évincé- 
cette dernière. 

L'article [9] a été suivi par ceux de Boyd, Gordon, Kogelnik {[10, 
11] qui ont soumis à une étude plus générale les résonateurs ouverts 
composés de deux miroirs sphériques de rayon de courbure arbitraire, 
et qui ont classifié ces résonateurs d’après les pertes par diffraction. 
Il s’est avéré que dans une marge définie des paramètres géométri- 
ques du résonateur (rayons de courbure des miroirs et distance entre 
ces derniers) les pertes par diffraction sont très faibles, mais lorsqu'on: 
sort de ces limites, elles augmentent brusquement. À l’époque il 
semblait que des oscillations stationnaires (stables) ne peuvent 
être obtenues que dans des résonateurs à faibles pertes par diffrac- 
tion, d’où leur nom de stables: comme nous le verrons bientôt, un 
système de deux miroirs faiblement concaves peut en fournir un exem- 
ple caractéristique. Pour la même raison les résonateurs à grandes 
pertes, auxquels on rapporte, par exemple, le système de miroirs 
convexes, ont été nommés instables et ont échappé pour quelques 
années à l'attention des chercheurs. 
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Un progrès ultérieur important a été enregistré par les articles 
[12, 13] qui ont élaboré les méthodes d'étude générales des dispositifs 
-complexes composés d’un nombre arbitraire d'éléments optiques 
a surfaces planes et sphériques. Ceci a rendu possible de ramener 
presque n'importe quel résonateur complexe à un système équivalent 
de deux miroirs à la même répartition des champs des oscillations 
propres et aux mêmes pertes par diffraction. 

Les savants soviétiques Bykov, Talanov, d’autres encore, ont 
également beaucoup contribué au progrès de cette branche de la 
science. Parmi leurs travaux une place de choix revient au cycle 
de recherches de Veinstein, dont le bilan a été tiré dans la monogra- 
phie déjà mentionnée [3] dans l’Introduction. Avant la publication 
de cette dernière, il a établi des méthodes puissantes et universelles 
de l'analyse des systèmes de la gamme des micro-ondes. Leur appli- 
‘cation aux résonateurs optiques ouverts a permis à Veinstein d'’obte- 
nir dans de nombreux cas des expressions analytiques simples des 
pertes et des répartitions des champs, alors que d’autres chercheurs 
devaient faire appel aux ordinateurs. Qui plus est, ses formules con- 
viennent également pour les modes d'ordre élevé, aussi bien que pour 
les résonateurs à miroirs de grandes dimensions, c’est-à-dire qu'elles 
couvrent même les cas où les méthodes de calcul mécanique s'avèrent 
impuissantes par suite d’une lourdeur excessive de la procédure. 

Toutes les recherches mentionnées portaient sur des résonateurs 
plans et « stables », à petites pertes par diffraction. Ces travaux ont 
abouti à la théorie des résonateurs vides à pertes faibles, décrite 
d'une façon exhaustive dans presque toutes les monographies d'élec- 
tronique quantique. Nous ne nous étendrons donc pas sur le détail 
des méthodes de résolution de tels ou tels problèmes, ainsi que des 
Calculs réalisés pour les systèmes les plus variés (dont une partie 
importante n’a pas trouvé d'application) et donnerons seulement le 
minimum de renseignements nécessaires pour la suite. Pour ce faire 
nous les systématiserons au possible et appliquerons nos efforts pour 
nous affranchir des « gisements historiques » nombreux qui rendent 
la compréhension plus difficile. 

Les résonateurs ouverts se subdivisent en premier lieu en résona- 
teurs en anneau et linéaires (cf. fig. [.1). Les résonateurs en anneau 
se composent au moins de trois (le plus souvent de quatre) miroirs 
ou autres éléments qui changent la direction du faisceau lumineux; 
ils sont utilisés dans un petit nombre de types de lasers spéciaux 
(gyroscopes lasers, etc). Les résonateurs en anneau ne s’emploient 
presque jamais dans les générateurs à rayonnement étroit dirigé: 
ils ne présentent aucun avantage quant à la divergence du rayonne- 
ment et il est difficile d'assurer leur alignement ; or, à mesure que 
la divergence du rayonnement diminue, les impératifs d'un ajustage 
précis deviennent plus rigoureux. Notre exposé aura donc pour objet 
principal les résonateurs linéaires, bien que les résultats de leur etude 
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puissent être généralisés sans peine en les appliquant au cas des sché- 
mas en anneau. 

Bien qu'un résonateur linéaire compte moins de miroirs qu’un 
résonateur en anneau, il forme en général tout un système optique. 
Souvent les miroirs eux-mêmes ne sont pas plans. mais sphériques ; 
entre les miroirs on place un élément actif dont le matériau possède 
un indice de réfraction différent de l’unité (et qui, de plus, varie 
suivant la section); c’est là aussi qu’on place, lorsque la nécessité 
se présente, des polariseurs, obturateurs, lentilles, etc. Il faut donc 
examiner d’abord les lois qui régissent le passage des faisceaux lu- 
mineux par les systèmes optiques composés d'éléments à surfaces pla- 
nes ou sphériques. 

Passage des faisceaux lumineux par des systèmes optiques. Ma- 
trice de transfert. Considérons d'abord l'exemple le plus simple lors- 
que entre une source monochromatique et le plan d'observation 


Î; L 


(Zr, Y ) 


D © D ° © 


(Ze k) 


Fig. 1.10. Lentille mince placée entre les plans de source et d'observation: 
1 — plan de source; 2 — plan d'observation. 


iln'ya qu une lentille mince à distance focale f ; la distance de cette 
lentille à la source est L,, et au plan d'observation, /, (fig. 1. 10). 
En vertu de (2), le champ en point de coordonnées transversales z', y 
sur le plan de référence placé directement devant la lentille, s "écrit 


’ ’ 'X ikl TT : == ï 
by) te 1) | exp {ix [ (x’ _ + Gun (y Lu 1} V 
XU(zs, Yi) dS 3; 


ici dS, — dr,dy,. u (x,, y,) est encore l'amplitude complexe du 
champ sur le plan de référence de la source. 
Après la traversée de la lentille, l’amplitude complexe est multi- 


pliée par exp] — — Re GE enfin, en appliquant encore une 


fois (2), on obtient l'expression de la répartition du champ w (x,. y.) 
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dans le plan d'observation : 
k (1 l, — z,})° t _y.}2 
u (Ze, yo) = PEU 2) SR n 2)] | | exp {ir = = = de (y— y) 


CTA 
_ GY + }? + GE ee Gin 1 u (z1, y) dS1dS". 


Pour exprimer u(x;, y.) directement à l’aide de u (x,, y1), 
il faut changer l’ordre d'intégration et intégrer par rapport à la sur- 
face de la lentille S” ; pour ce faire, admettons que la lentille « inter- 
cepte » en excédent le flux lumineux tout entier et nous pouvons 
intégrer dans des limites infinies. 

Ainsi, le problème s’est ramené à calculer l'intégrale 


| exp {x En + Gr … 


saut ! 


(S”) 
_ a he KE “je CE . |} ds" = 
LE 


x Lexp{(rtr—) le" —20+ (@'—v0t1} 45", 


 mmftrt 1\"(nz (1,1 1\ "fu, ve 
_ = (T+7 r) (R+E), Yo= (7+r 7} (2++) 
sont les coordonnées du point à la face de la lentille sur laquelle 
doit être dirigé le rayon issu du point (zx;, y,) pour venir après 
réfraction en (x,, y2) (cf. fig. 1.10). 

La dernière intégrale est analogue à celles examinées lors de la 
discussion de la formule (1.2) au début du $ 1.1 ; elle est aussi égale 
à la moitié de l'intégrale sur la première zone de Fresnel. Le centre 
du système de cercles concentriques qui délimitent les zones de Fresnel 
(cf. fig. 1.1) repose dans notre cas en (x,, y); les rayons des zones 
sont égales à r, = VrA/(1/L, + 1/1, — 1/f). Après toutes les trans- 
formations on aboutit à la formule cherchée 


___ explik (li +l2)] : tk 
RAD IA (li la —lilo/f) SP { 2 (+ la — lilalf) d 


X [4 — d/f) (+ gi) + (1 — Lil f) (x5 + y5) — 
— 2 (rite + Ways) } u(zs, Ys) dSs. (15) 


Notons que lorsqu'on tient compte de l’épaisseur finie de la len- 
tille, la somme /, + L, de l’exponentielle du facteur de phase placé 
devant l'intégrale doit être remplacée par le chemin optique L, 
entre les plans de la source et de l'observation, mesuré suivant l’axe 
du système. L'exponentielle de l’intégrand est de la forme ik A (x;, y; 
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Zos Ye), Où À est la différence entre le chemin optique de (x;, y) 
à (z:, y2), mesuré suivant les rayons qui passent par ces points, 
et L,. 

Dans l'exemple considéré nous n'avons pas pris en considération 
la réflexion partielle de la lumière sur les faces de la lentille. En pa- 
reille situation, tenir compte de ce phénomène équivaudrait seule- 
ment à atténuer légèrement l’intensité du rayonnement qui a tra- 
versé la lentille (si on néglige.la faible influence de la réflexion mul- 
tiple). Pourtant. à l’intérieur d’un résonateur optique les faisceaux 
lumineux issus des surfaces de séparation interfèrent avec le faisceau 
principal réfléchi par le miroir terminal. Geci peut entraîner des consé- 
quences impossibles à négliger, bien que l'intensité de la lumière 
diffuse semble infime. Voici un exemple numérique bien simple. 
Supposons que le faisceau principal d'intensité 7,, et par suite, 


d'amplitude du champ u, = VI, interfère avec un faisceau cohérent 


d'intensité 0,04 Z, (le coefficient de réflexion de 4 % correspond 
à l’interface air-verre à indice de réfraction 1,5 pour incidence nor- 


male). L’amplitude de ce faisceau est y 0,04 I, = 0,2 u,; l’inten- 
sité au maximum de l’image d’interférence due à la superposition 
des faisceaux est égale à (1,2 u,)* = 1,44 J,, et au minimum, 
à (0,8 u,)° = 0,64 Z,. Ces chiffres ne demandent aucun commentaire. 
Aussi, dans l’analyse qui suit, outre des cas spécialement mentionnés, 
considérons-nous que les surfaces de séparation sont toujours clari- 
fiées. À propos, dans les expériences, on élimine l'influence des inter- 
faces non pas en les clarifiant mais en les rendant légèrement obliques. 
Le rayonnement réfléchi sort alors tout de suite du résonateur et n’in- 
tervient pas dans la structure du faisceau de sortie, en atténuant quel- 
que peu son intensité. 

Passons maintenant à l'examen des systèmes optiques plus com- 
pliqués. On pourrait, certes, réaliser l’intégration intermédiare sur 
chacune des surfaces de séparation ou des lentilles minces à l'inté- 
rieur du résonateur ; c’est ainsi qu’a procédé Collins, dont l'ouvrage 
[12] a été l’un des premiers dans ce domaine. Tout en étant bien 
lourd, ce procédé est très universel. Pour le cas qui nousintéresse 
des faisceaux paraxiaux (à faible incidence) des systèmes à surfaces 
de séparation sphériques et planes convient parfaitement la méthode 
plus simple de la matrice de transfert ; elle a été décrite en détail 
par Kogelnik et Li [13, 14] pour son application à la théorie des réso- 
nateurs. 

La matrice de transfert est commode surtout du fait qu’elle-même 
se calcule en approximation géométrique, mais la connaissance 
de ses éléments permet aussi au besoin, comme nous le verrons par 
la suite, de décrire en approximation diffractive la traversée d’un 
système optique par le faisceau lumineux. La matrice de transfert 
ou matrice ABCD associe les valeurs des coordonnées transversales 
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z, y et des incidences &,, «, des rayons lumineux à l’entrée et à la 
sortie du système optique: 
A B 
_ [C D 


Tr Ye 
Cox Loy 

où l'indice Z correspond au plan d'entrée; 2, au plan de sortie 

(fig. 1.11). Dans (16) et dans ce qui suit le produit des matrices se 


Ti YU: 
Œix Œiy 


(16) 


2) 


Fig. 14.11. Détermination de la matrice de transfert pour l'aller (a) et se retour 
@) du rayon. Les flèches désignent le rayon à l'entrée et à la sortie du système : 
4 — plan d'entrée; 2 — plan de sortie. 


calcule d’après la définition habituelle. Etant écrite pour l’une des 
deux paires des coordonnées, cette formule acquiert la forme 

A B 
C D 


To T: 


»s OÙ Ze Ati + Bois, Aox = Cri + Das. 


Lx Qsx 


Les éléments d’une matrice de transfert sont associés univoquement 
à la distance focale 7 du système optique et à la position de ses plans 


principaux. En particulier, € — —1/F. 
A, B 
Si le plan de sortie du système à matrice de transfert Fe 
1 Zi 
A,B,;, 


se confond avec le plan d'entrée du système à matrice x 


C2 De 
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la traversée de ces deux systèmes sera décrite par la matrice. 
A: B: A B: | As41 + BC: 142B; + BD, 
C3 D, NC: Ds CoAi+ DC 1C2Bi+ DD: 


etc. 

Donnons le tableau des matrices de transfert pour quelques 
systèmes optiques, qui passe d’une édition dans l’autre (tableau 1.1). 
Le premier de ces systèmes est tout simplement un secteur d'espace: 
vide d’une longueur /; le deuxième, une couche de milieu homogène 
d'une épaisseur / et à indice de réfraction nr. La troisième matrice 
correspond à une lentille mince unique, la quatrième, au cas plus: 
compliqué d’une couche de milieu d’une épaisseur ! à indice de 
réfraction qui varie suivant la loi nr — n, — 1/2 n,r°, où r — Va + y? 
est l’éloignement de l'axe. Quels que soient les systèmes optiques. 
qui nous intéressent (donnés en fin de tableau, notamment), ils. 
peuvent être mis sous la forme de combinaisons de ces quatre. 
systèmes, et leur matrice est égale au produit correspondant. Les. 
déterminants des quatre premières matrices valent l’unité ; puisque: 
le déterminant d’un produit matriciel est égal au produit des déter- 
minants des matrices isolées, tout système optique vérifie la relation: 


AD — BC = 1. (17). 


En posant dans la dernière matrice du tableau f, — œ (absence. 
de la deuxième lentille), on obtient la matrice de transfert pour le 
cas examiné d'une lentille unique placée entre deux plans de réfé- 
rence à une distance finie de ces plans 


1—Lif L+k—lUllf 
—A/f  1—1/f 


En comparant cette matrice avec la formule (15), on établit que cette- 
dernière peut être mise sous laYforme 


« kL É , a a 
u (2, Ua) em 2 Lo). à J u (Z4, V1) xp + [A (25 + y5) + 
) 


+ D(x,+y2) —2 (ete + ay) } dSi. (18) 


Comme le montre la vérification immédiate, cette même correspon- 
dance entre les formules de l’approximation diffractive et les élé- 
ments de la matrice de transfert est propre également à d’autres 
systèmes les plus simples consignés sur le tableau 1.1. Il reste seule- 
ment à prouver que la formule (18) est également vraie pour toute 
combinaison de ces systèmes. Démontrons-le par récurrence. 
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Tableau 1.1 


Matrices de transfert de quelques systèmes optiques 
les plus simples : 


Système optique Matrice de transfert 
1 


DU 
0 7 
1 7 
D 1 
1. 0 
LL 

ne 1 


cos{2 Va) = snfyF2) 
Vu) fe) 


| 
ë ! 
| f # 
/ 


Supposons qu'il existe deux systèmes optiques pour chacun 
desquels la relation intégrale associant les champs à l'entrée et à la 
sortie s'écrit à l’aide des éléments de la matrice de transfert du type 
(18), et que la sortie du premier de ces systèmes se confond avec 
l'entrée du deuxième. Alors, en portant l'expression du champ à la 
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sortie du premier système dans la relation intégrale du deuxième sys- 
tème, écrivons le champ à la sortie du deuxième système, tout comme 
dans notre exemple à lentille, sous la forme d’une intégrale double. 
Après avoir intégré sur le plan intermédiaire qui sépare les systèmes, 
on obtient la relation intégrale cherchée qui associe déjà les champs 
à l'entrée et à la sortie de la combinaison des deux systèmes. On 
peut voir qu'elle est toujours de la forme (18) à coefficients égaux 
aux éléments du produit des matrices de tranfert de nos deux systè- 
mes, c’est-à-dire de la matrice du système composite tout entier. 
En ajoutant encore un système, on obtient évidemment le même 
résultat, etc. 

De cette façon, la connaissance de la matrice de transfert permet 
de passer au besoin à tout instant à l’approximation diffractive; 
il n’y a que la longueur optique du système L,, déterminant la valeur 
du déphasage total, qui ne peut être représentée à l’aide des éléments 
de matrice. Soulignons seulement que si entre l'entrée et la sortie 
du système (ou de l’ensemble des systèmes isolés) il y a des éléments 
qui délimitent réellement la section du faisceau lumineux, il est 
alors impossible d'effectuer l'intégration intermédiaire dans les 
limites infinies et (18) cesse d’être valide. Maintenant nous pouvons 
aborder l'étude des résonateurs optiques. 

Classification des résonateurs d’après les propriétés de leur matrice 
de transfert. En cherchant à appliquer la matrice de transfert à la 
description d’un résonateur, on découvre dès le début qu'une telle 
matrice, dans sa définition habituelle, associe les paramètres des 
faisceaux lumineux relatifs aux surfaces d'entrée et de sortie du 
système optique considérées comme planes. Or, souvent les faces 
des miroirs terminaux d’un résonateur sont sphériques et non planes. 
Pour tourner cette petite difficulté, il suffit de présenter chaque 
miroir sphérique terminal à rayon de courbure À (pour un miroir 
concave R >> 0, pour un miroir convexe, À << 0) sous la forme équiva- 
lente de la combinaison d’un miroir plan et d’une lentille mince 
adhérente à distance focale f — R (fig. 1.12; on sait que la distance 
focale d’un miroir sphérique est égale à R/2; par contre, on sait que 
le faisceau lumineux reflété par cette combinaison équivalente 
traverse deux fois la lentille). Une telle substitution assure l’obten- 
tion d’un résonateur équivalent à miroirs terminaux plans. Le pas- 
sage de la lumière entre ces derniers peut déjà être décrit à l’aide 
d'une matrice ABCD usuelle, que nous considérerons aussi comme 
la matrice du résonateur initial. A titre d'exemple écrivons les élé- 
ments de matrice pour le cas important du résonateur à deux miroirs, 
qu'on peut obtenir en posant dans la dernière matrice du tableau 1.1, 
L=0;, L=l;f =R,etf = R,: 


| 1 l 
A=1UR, B=l, Cet, DURS; (19) 


4—01593 
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ici R, et R, sont les rayons de courbure des miroirs de gauche et de 
droite ; !, la distance entre ces derniers. 

Si les éléments de la matrice de transfert d'un résonateur arbi- 
traire ainsi introduite sont portés dans (18), nous obtenons la 
transformation intégrale qui associe la répartition de l'amplitude 
complexe directement à la surface des miroirs terminaux. Dans ce 
cas aucun besoin n'est d'établir s’il s’agit du résonateur initial 
(fig. 1.12, a), ou du résonateur qui lui est équivalent (fig. 1.12, b): 
sur les miroirs la transformation intégrale des champs est la même 


12 


a) 


EL: 


4. 


70 


Fig. 1.12. Détermination de la matrice de transfert d’un résonateur à miroirs 
terminau- sphériques: a) résonateur initial; b) résonateur équivalent à miroirs 
plans. 


pour les deux. Mais si on utilise les paramètres des faisceaux lumi- 
neux tels que les incidences des rayons et la courbure des fronts d’on- 
de, alors, pour passer du résonateur équivalent au résonateur initial 
il convient d'introduire des corrections correspondantes (nous exami- 
nerons bientôt une opération de ce type). 

Passons, enfin, à la classification des résonateurs optiques; elle 
a à sa base les propriétés de leurs oscillations propres. Une oscilla- 
tion propre d’un résonateur linéaire peut être représentée à son tour 
sous la forme de l’ensemble de deux faisceau lumineux se propa- 
geant l’un à la rencontre de l’autre. Leur réflexion sur les miroirs 
terminaux les transforme l’un dans l’autre, ce qui assure la reproduc- 
tion du processus dans le temps. La recherche d'une oscillation propre 
se ramène ainsi à obtenir un faisceau lumineux qui, après un 
parcours du résonateur dans les deux sens, garderait sa struc- 
ture initiale. Pour réaliser la classification générale des résonateurs 
optiques, il suffit de soumettre ce problème à un examen en appro- 
ximation géométrique des plus superficiels; notons seulement que 
la méthode de la matrice de transfert a été pour la première fois 
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utilisée à cet effet par Kahn [15], dont l’article correct quant au 
fond est très scolastique. 

Si la traversée d’un système optique de gauche à droite est dé- 
crite par la matrice ABCD, sa traversée de droite à gauche est déter- 
minée par la matrice DBCA. Elle peut s’obtenir à partir de la matrice 
inverse (c’est-à-dire de la matrice effectuant une transformation 
inverse à (16)), compte tenu du fait que les valeurs des coordonnées 
linéaires du parcours en arrière suivant le même trajet sont les mêmes 
que dans le parcours direct, alors que les angles d'incidence changent 
de signe (pour la direction de lecture des angles d'incidence, cf. 
fig. 1.11) *). 

La réflexion sur un miroir plan terminal conserve aussi bien les 
coordonnées linéaires que les coordonnées angulaires du rayon. C'est 
pourquoi les miroirs plans d’un résonateur équivalent (cf. fig. 1.12, b} 
remplissent les fonctions des plans de séparation des systèmes opti- 
ques à matrices ABCD et DBCA, et le parcours complet du résonateur 
est décrit par le produit de ces matrices. Si on choisit pour origine 
le miroir de droite, la matrice d’un parcours complet est de la forme 


A & D B AD+BC  2AB 
C D C A 20D AD+BC 


Pour un autre choix de l’origine, la matrice du parcours complet 
changera elle aussi, mais, bien entendu, le résultat final de l’analyse 
restera le même. Le choix retenu est commode du fait qu'il permet 
d’obtenir tout de suite la forme de la solution près du miroir de 
droite, c’est-à-dire sur l'ouverture de sortie d’un générateur: par 
tradition qui s’est implantée dans la littérature consacrée aux lasers, 
nous envisagerons toujours les lasers à sortie du rayonnement à droite. 

Cherchons l’approximation géométrique sous la forme d’ondes 
sphériques centrées sur l’axe du système. Etablissons d’abord La 
loi de transformation des rayons de courbure de ces ondes lors de 
leur passage par un système optique arbitraire. À chaque onde sphé- 
rique de centre sur l’axe et de rayon de courbure p correspond une 
famille de rayons x/&, = p (ici et dans ce qui suit nous écrirons toutes 
les relations pour l’une des paires de coordonnées). De la sorte, un 
rayon de coordonnées z,, &,. faisant partie du système appartient 
à la famille des rayons de l'onde à p, = z,/a;,,.. Après la traversée 
du système, le rayon de courbure de cette onde devient évidemment 


| (20} 


*) Si on admet que lors du parcours suivant la même trajectoire les signes 
des angles d'incidence se conservent (comme c’est le cas, par exemple, de la 
monographie connue sur l'optique matricielle [348]), la traversée du système 


de droite à gauche est décrite directement par la matrice inverse : É- ; 
par contre, on voit apparaître l'opération supplémentaire du changement de 
signes des angles d'incidence lors de la réflexion sur les miroirs plans terminaux. 


4% 
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égal à Pa — TZo/Hoz, OÙ To, 2, Sont les coordonnées du même rayon 
à la sortie du système. En portant ici les valeurs de zx, et &+,, on 
obtient la loi cherchée de la transformation du rayon de courbure de 
l'onde sphérique dans un système optique arbitraire: 0, = 
= (Ap, + B}/(Cp, + D). 

En utilisant la matrice (20) et cette loi, composons l'équation de 
la reproduction de la courbure d’onde après un parcours complet du 


résonateur : 


(4AD+BC)p'+2AB  , (21) 
2CEp' + AD + BC 


La solution de cette équation s'écrit: p!, = + V AB/CD. 

.. Maintenant il est temps de nous rappeler que dans le cas général 
nous exploitons la matrice d’un résonateur équivalent (cf. fig. 1.12, b) 
et c’est pour ce résonateur précisément que nous avons obtenu la 
solution. Pour un résonateur à miroir de sortie sphérique la solution 
s'obtient, comme on le voit aisément, en ajoutant à la courbure d’on- 
de établie, la courbure du miroir de sortie du résonateur initial 1/R. 
L'expression définitive des rayons de courbure p des ondes qui sont 
des solutions pour le résonateur initial, s'écrit donc 


1/04.2 =1/R: + V CD/AB. (22) 


Même « à l'œil nu » on voit que pour les propriétés du résona- 
teur le signe du rapport AB/CD qui coïncide avec le signe du produit 
ABCD, est décisif. Examinons d'abord le cas ABCD >>0. Alors (21) 
possède deux solutions réelles différentes. Il est clair qu’une fois le 
résonateur traversé, les coordonnées de chaque rayon appartenant à 
l’une des familles des rayons de deux ondes trouvées sont multipliées 
par a, — AD + BC + 2 V ABCD. Il est évident que les dimen- 
sions transversales de la région couverte par chaque onde changent 
sous ce rapport. Puisque ju, = (4D + BC}? — 4ABCD = 
— (AD — BC} = 1 (cf. (17)), la valeur absolue de l’un des u est 
toujours plus grande, et de l’autre toujours plus petite que l'unité. 
Les dimensions transversales de la région occupée par l'onde à 
[| u | 1 diminuent d'une traversée à l’autre. Quelles que soient 
les dimensions initiales de la section droite, cette onde est finale- 
ment « contractée » en un point, et malgré la reproductibilité formel- 
le de la courbure de son front, elle ne peut servir de solution stable. 

Par contre, la section de l’onde à | u | > 1 à chaque traversée 
devient | u | fois plus large. Les dimensions des miroirs étant finies, 
cet élargissement n'est pas illimité; tout simplement une partie du 
rayonnement sort du résonateur en passant à côté des miroirs, ce qui 
prédétermine de grandes pertes. Cette onde combinée à l’onde qu'elle 
produit et qui se propage dans le sens inverse constitue justement la 
solution stationnaire pour les résonateurs à ABCD >0; la grande 
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valeur des pertes de ces résonateurs a défini, comme nous l'avons 
déjà dit, leur qualificatif d'instables. La discussion détaillée de 
ces résonateurs et des lasers sur leur base est donnée dans les chapi- 
tres 3 et 4. De cette discussion il s'ensuit que la description des pro- 
priétés du résonateur fournie par l’approximation géométrique est 
très acceptable. Il est évident que sous cette approximation les 
pertes sont égales à 1 — 1/M=°, où M est la valeur de pu, la plus grande 
en valeur absolue, appelée ordinairement coefficient du gain du 
résonateur instable. 

Dans le cas intermédiaire de ABCD = 0, il n’y a qu'un p égal 
à +1 ou —1. Le caractère de la solution dépend sensiblement du 
fait lequel des éléments de matrice est nul. Si c'est B ou C, alors il 
s'ensuit de (17) que le produit AD, et donc u, valent l'unité. Cela 
signifie qu'après un parcours complet du résonateur, la trajectoire 
du rayon se ferme et le rayon reprend le même chemin. Dans ces deux 
cas, la marche des rayons est pourtant tout à fait différente. 

Avec B = 0 on tire de (22) que p = 0; de cette façon le centre 
de courbure du front d’onde repose directement sur le miroir de 
sortie : sur ce miroir le rayonnement se trouve focalisé en un point. 
L'onde qui se déplace dans le sens inverse est focalisée en un point 
de l’autre miroir (fig. 1.13, a). On le comprend, d’ailleurs : les plans 
d'entrée et de sortie du système optique à B = 0 sont conjugués, 
le système projette l’image de l’un d'eux sur l’autre. Dans ce cas, 
la relation (18) perd son sens; nous dirons à la fin du paragraphe 
par quoi cette relation doit être remplacée, mais nous n’examinerons 
pas de près les propriétés des résonateurs linéaires à B = O0, du fait 
qu'on ne les emploie presque jamais. 

Par contre, les résonateurs à C = 0 sont les plus usités. Dans ce 
cas p — À,: le miroir de droite est une surface équiphase du front 
d'onde ; on montre sans peine que le miroir de gauche l’est égale- 
ment. Chaque rayon se déplace dans le sens direct et inverse suivant 
le même trajet, son incidence sur les deux miroirs terminaux étant 
normale. La matrice à C = 0 (F = ) est propre, en particulier, 
aux couches d’un espace vide ou rempli d’un milieu homogène 
(cf. tableau 1.1); aussi, rapporte-t-on à la catégorie donnée le réso- 
nateur plan universellement connu (cf. fig. 1.13, b), le résonateur 
concentrique (AR, + R, = l; fig. 1.13, c, d), qui lui est proche sous 
de nombreux rapports, et la famille des résonateurs plus compliqués 
qui leur sont équivalents (ces derniers sont examinés séparément 
au $ 2.6). 

Pour les résonateurs à À = 0 ou D = 0, la valeur de u est égale 
à —1, et le rayon, après avoir effectué un parcours complet du réso- 
nateur, passe de l’autre côté de l’axe, après le deuxième parcours il 
revient en position initiale. Dans les résonateurs vides à deux miroirs 

= 0 pour R, = l; D = 0 pour R, = l; de cette façon un des mi- 
roirs porte le centre de courbure de l’autre. Ce même point sert de 
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centre de courbure à l’onde sphérique de l’approximation géométri- 
que ; le deuxième miroir est une surface équiphase de cette onde 
(fig. 1.13, e, f). Une place particulière parmi ces résonateurs revient 
au résonateur confocal symétrique à 4 = D =0(R, = R,= |; 
fig. 1.13, g); dans un tel résonateur une onde est reproduite quelle 
que soit sa courbure initiale. 

Toutes les lois du comportement des résonateurs à ABCD = 0 
établies à l’aide de l'analyse géométrique. traduisent dans une mesure 


Fig. 1.13. Différents types de résonateurs optiques à ABCD = 0: a) résona- 

teur à B = 0; b) résonatear plan (C — 0); c), d) résonateurs concentriques 

(C == 0); e) résonateur à À — O0; f) résonateur mi-concentrique à D — 0; 

g) re Ssonateur confocal concentrique (4 = D = 0); O;,, O:, centres de courbure 
des miroirs de auche et de droit. 


définie la répartition réelle des champs des oscillations de la meilleu- 
re qualité. Ainsi, dans le résonateur représenté sur la figure 1.13, f, 
dit ordinairement semi-concentrique, le champ du mode inférieur 
est en effet proche de la somme de deux ondes sphériques pour les- 
quelles le deuxième miroir est une surface équiphase ; sur le premier 
miroir le rayonnement se concentre en un « point » diffractif de 
dimension — Àl/a,, où a, est la dimension transversale du deuxième 
miroir. 

Il convient seulement de prendre en considération que pour 
ABCD = 0 le plus infime écart de la géométrie parfaite du résona- 
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teur suffit pour que la répartition du champ change brusquement 
et l’approximation géométrique cesse d’être valable (ainsi, pour 
un résonateur plan désajusté il n'existe pas de solution géométrique). 
Nous examinerons ceci en détail au $ 2.5. 

Enfin, pour ABCD < 0, l'équation « géométrique » (21) ne 
possède pas de solution réelle sous aucune condition. L'analyse par 
approximation diffractive (cf. $ 2.1) montre que le champ des modes 
inférieurs de tels résonateurs se concentre surtout près de l’axe du 
système et décroît exponentiellement à mesure qu’on s’en éloigne. 
Il est clair que pour des miroirs suffisamment grands, la part du 
flux de rayonnement général qui passe à leur côté sera infime et les 
pertes par diffraction seront extrêmement petites. C'est ce qui a in- 
cité en son temps à donner à ces résonateurs le nom de « stables » 
pour les opposer aux résonateurs « instables » à ABCD >0. Les 
considérations qui ont argumenté ces appellations n'ont pas résisté à 
l'épreuve du temps; pourtant, depuis, elles sont devenues univer- 
selles, et sont à la source de nombreux malentendus pour des non- 
spécialistes. 

Puisque ABCD = AD (AD — 1), la condition de «stabilité » 
(c'est-à-dire de la petitesse des pertes par diffraction) peut s'écrire 
sous la forme AD (AD — 1) < 0, ou 0 < AD < 1. Pour les réso- 
nateurs vides à deux miroirs, À = 1 — l/R,; D = 1 — I/R, (cf. 
(19)). La notation adoptée par la théorie de tels résonateurs, établie 
avant la théorie des systèmes à éléments multiples, était la suivante: 
1—UR, = g,;1 — LR, = g+. Ainsi, les résonateurs à deux miroirs 
sont-ils « stables » pour 0 << g,g: << 1; c'est précisément sous cette 
forme que le critère de stabilité figurait dans les articles déjà men- 
tionnés de Kogelniket Li, ainsi que dans nombre d'ouvrages qui les 
suivirent. 

Conditions d'équivalence des résonateurs. La sélection des réso- 
nateurs équivalents se rapporte également au problème de la classifi- 
cation des résonateurs; sa réalisation permet en particulier de 
réduire les systèmes à plusieurs éléments à des systèmes plus simples 
à deux miroirs. Nous allons envisager ce problème en approximation 
diffractive. Sous ce rapport il faut en premier lieu tenir compte des 
remarques que nous avons formulées dans la discussion de la formu- 
le (18) relativement aux limites de son applicabilité. Elle amène tout 
de suite que dans le cas général où les deux miroirs terminaux sont 
de dimensions finies et délimitent réellement la section du faisceau 
lumineux, il est déjà impossible de composer l'équation de l’appro- 
ximation diffractive en utilisant la matrice du parcours complet 
du résonateur (20). Nous examinerons donc encore une fois la rela- 
tion (18), en admettant que 4,B et D sont les éléments de la matri- 
ce de transfert qui décrit la traversée du résonateur dans une des 
directions, et que les indices Z et 2 se rapportent aux miroirs de 
gauche et de droite. 
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La comparaison de (18) et (19) fournit une recette immédiate de 
réduction d'un système arbitraire à éléments multiples à un système 
à deux miroirs de mêmes dimensions des miroirs terminaux. A cet 
effet il suffit de placer les miroirs à une distance Le = B l'un de 
l’autre et leur conférer des rayons de courbure R, — Léaq/(1 — À) 
et L,; = Leq/(1 — D). En profitant du sens qu’acquiert ici un élé- 
ment de la “matrice de transfert B, on peut récrire la condition de 
« stabilité » sous une forme très curieuse. En effet, en passant de 
l'inégalité 0 < AD <'1 à l'inégalité équivalente —1 << BC < 0, 
ou 1/BC << —1,et en y portant B = Léa; et € = —1/F, on obtient 
F/Léa >1. Une telle écriture rend particulièrement suggestive la 
relation entre le « critère de stabilité » et les propriétés du résona- 
teur en tant que système optique à distance focale F. 

Bien que de cette façon n'importe quel résonateur peut être ra- 
mené à un résonateur à deux miroirs, le nombre de paramètres qui 
le définissent reste trop grand, même si on admet que la forme des 
miroirs terminaux est donnée (ronde, carrée, etc.). Ces paramètres 
sont au nombre de cinq: trois éléments quelconques de la matrice 
de transfert (le quatrième peut se calculer à partir de (17)) et les 
dimensions transversales des miroirs (a, et a,). Pour diminuer encore 
ce nombre introduisons les coordonnées sans dimensions X; = 
= zila, Ÿ; = yila; et écrivons en ces coordonnées les fonctions de 
répartition du champ: U(X;:, Y;) = u(a;X;, a;Y;). Alors (18) 
devient 


U(X:, Ya)= 2 N PC) | | exp{inN (G,(X2-+ Y?)+ 
2 
HG XE+ V2 (XXe YaYDI}U (Ka Ya) dXidYa (23) 


Il ne reste déjà pus ici que trois paramètres sans dimensions gé- 
néralisés: G, = — 2 4, G: = = Det N = ; : le dernier d’entre 
eux s'appelle hoc Robes de Fresnel ; ce paramètre est 
égal à la moyenne géométrique entre les nombres de zones de Fres- 
nel à la surface du premier miroir lors de l'observation à partir du 
centre du deuxième miroir (a/AB) et à la surface du deuxième miroir 
lors de son observation à partir du centre du premier (a;/AB). Le 
facteur a;/a, devant l'intégrale décrit simplement la variation de la 
densité moyenne du rayonnement lors du passage du faisceau sur 
le miroir d’une autre dimension. 

En approximation diffractive les résonateurs de mêmes para- 
mètres G,;, G. et N sont tout à fait équivalents. L'équivalence si- 
gnifie que les lois de la transformation intégrale du champ, donnée 
sur l’un des miroirs (en coordonnées sans dimensions), sont parfaite- 
ment analogues pour le champ sur l’autre miroir. Il s'ensuit en 
particulier, que les répartitions des champs des oscillations propres 
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sur les miroirs des résonateurs équivalents sont absolument identi- 
ques et que les pertes par diffraction sur ces miroirs sont égales. 

Si l’un des miroirs est si grand qu'il intercepte avec excédent le 
faisceau lumineux tout entier, le nombre de paramètres d'équivalence 
se ramène à deux. Dans ce qui suit nous admettrons toujours qu’un 
tel miroir « infini » se situe à gauche ; alors, pour passer à l’approxi- 
mation diffractive, on peut utiliser directement la matrice (20). On 
tire alors de (18) la relation intégrale qui décrit la transformation du 
champ après un parcours complet du résonateur : 


us (x, De À (exp {Er I(AD + BC) x 


2iABA 2ABX 
X (2 + + x + y") —2 (az +yy")]} u(z", y')dz' dy". (24) 


Avec les coordonnées sans dimensions, (24) devient 
U,(X, Y)=N PC | | exp {in N [(AD + BC) * 


X (A+ Y2HXEELY2)—2(XX "+ YY')U,(X", Y')dX' dY”. 
(24a} 


Ici les indices Z et 2 concernent déjà la répartition du champ non pas 
sur des miroirs différents, mais sur le même miroir de droite avant 
et après un parcours complet du résonateur ; N = a°/(2AB1); a est 
la dimension de ce miroir: À, B, Cet D, les éléments de la matrice 
de transfert lors de la traversée du résonateur du miroir de gauche 
au miroir de droite; les grandeurs X, Ÿ, U ont le sens antérieur. 

I] est naturel de choisir comme l’un des paramètres d'équivalence 
le nombre de Fresnel V ; l’autre paramètre peut être, comme le 
montre (24a), la somme AD + BC, ou toute autre grandeur qui lui 
est associée sans ambiguïté. En tant que cette grandeur on peut 
retenir aussi bien AD, que BC, ABCD ou l'un des u. 

En plus de N les résonateurs stables sont caractérisés ordinaire- 
ment par la valeur du produit AD (g,g2); pour les résonateurs in- 
stables nous utiliserons dans ce qui suit la combinaison de pu plus 
grande en valeur absolue, que nous appellerons coefficient d’ampli- 
fication ou du gain, ou encore gain tout court du résonateur et note- 
rons M, avec N ou Véa = (N/2) (M — 1/M) (cf. chapitre 3). 

Il reste encore à mentionner les cas où, dans le résonateur, la 
section du faisceau est limitée non pas par les miroirs mais par un 
diaphragme quelconque placé entre les miroirs. C’est à ce type pré- 
cisément que se rapporte en particulier le résonateur à Z = 0 de la 
figure 1.13, a; la section du faisceau est ici limitée surtout par la 
lentille et non pas par les miroirs. Dans de tels cas il est avantageux 
de construire les relations intégrales en commençant le parcours du 
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résonateur non pas par l’un des miroirs terminaux, mais directe- 
ment à partir de l'élément qui délimite la section du faisceau. Si 
le résonateur initial est symétrique, on peut construire un résonateur, 


) $4+ 
+44 + 


Fig. 1.14. Construction d'un résonateur équivalent à un résonateur symétrique 
a diaphrawme interne: a) résonateur initial; b) résonateur équivalent. 


symétrique lui aussi qui lui serait équivalent et dans lequel la sec- 
tion du faisceau serait déjà délimitée par les miroirs terminaux ; la fi- 
œure 1.14 montre comment procéder à cet effet. Un résonateur asy- 
métrique à diaphragme interne ne se réduit pas à de: résonateurs à 
deux miroirs ordinaires. 


$ 1.3. Types des oscillations d’un résonateur vide idéal 
et leur application pour la description d’une situation laser 


Le présent paragraphe, tout aussi bien que le paragraphe précé- 
dent, ne fournira pas de renseignements détaillés sur la structure 
des oscillations propres de divers types concrets de résonateurs ; 
nous y reviendrons dans les chapitres qui suivent. Pour le moment 
nous ne ferons que nous initier à l'approche usuelle de la classifica- 
tion des oscillations propres des résonateurs vides ouverts. Nous dis- 
cuterons de plus la question importante, à savoir: où et dans quelle 
mesure les renseignements sur les modes des résonateurs vides idé- 
aux peuvent servir pour la description des dispositifs réels à milieu 
actif. Tout étrange que cela peut paraître, la littérature sur les lasers 
consacre à cette question bien moins de pages qu’à l’utilisation ir- 
réfléchie des résultats de la théorie des résonateurs vides même là 
où il est à l'avance impossible de le faire. 

Classification des oscillations propres. Pour la majorité des types 
de résonateurs ouverts les principes de classification des oscillations 
propres sont à peu près les mêmes. [llustrons-le sur l’exemple d’un 
résonateur composé de deux miroirs plans rectangulaires à réflexion 
totale de dimension 2a X 2b (—a<r<a; —b< y< b}), placés à 
la distance ! l’un de l’autre (0< z2< Î).Comme nous le montrerons 
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dans le chapitre 2, le champ des modes à qualité élevée d'un tel 
résonateur pour de très grands nombres de Fresnel (a/M > 1, 
b?/A1 5 1) a en première approximation la forme d'ondes station- 
naires dans toutes les trois directions: 


Umnq(T; Y, 2, lt) = EXP (— iümnat) Sin = Um (ZT) Un (Y), (25) 


ou 
_f cos (m1) rx __ 0, 2, 4, ; 
Um = (ns MS 3 5 LL 
__f cos \(n+1) ay 02, 4; 
Un W= | sin | 2b L de 3, 5, ? 


sont les fonctions de la forme (13); m et n, de petits nombres entiers 
appelés indices transversaux; q & 2l/}, également un nombre en- 
tier mais très grand (10% à 107) appelé indice axial. 

En récrivant (25) sous la forme 


qrz 


Umng = 5 Um (x) u, (y) [ exp i (SE —ot)—expi ( _q 


TZ 
ut) |, 
on obtient à partir de l’onde stationnaire la somme habituelle de 
deux faisceaux lumineux cohérents qui se déplacent le long de l’axe 
des z dans des directions opposées et dont la répartition du champ 
sur un plan d'appui quelconque perpendiculaire à l’axe des z est 
OU (4) Un QU) | . 
Le $ 1.1 nous a déjà initié en partie aux propriétés de tels fai- 
sceaux. Chaque faisceau se compose de quatre ondes planes, dont les 
directions de propagation sont caractérisées par les angles d'incidence 
Ar = + LR F, ay = + LR (fig 1.15). Tous les quatre 
angles entre ces directions et l'axe des z sont les mêmes et font &« = 


Rs m+ 1 \2 n+1 \° 
=Vaira-}iy(mit},f(et}, 

Dans les expressions des angles d'incidence (tout comme dans 
les formules plus exactes que (25) de l’amplitude complexe des 
champs des faisceaux lumineux qui constituent les modes du réso- 
naleur, données au $ 2.1, figure, en plus des indices transversaux 
m el n, la longueur d'onde de l’oscillation propre À qui dépend égale- 
ment de l'indice axial g. Pourtant, si l’on retient que ces renseigne- 
ments seront finalement nécessaires pour décrire le laser, l’intérêt 
peut porter sur celle des oscillations seulement dont la longueur 
d'onde se range dans la bande d'amplification du milieu actif. Pour 
la grande majorité des milieux, la largeur de cette bande AA est si 
petite que la relation AA À est vérifiée (et ceci avec une « réserve » 
imporlante); c’est pourquoi dans les formules de la structure trans- 
versale du champ on peut admettre que la longueur d’onde est fixée 
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et égale à la longueur d’onde À, au centre de la bande d’amplifica- 
tion. I] s'ensuit que la répartition du champ dans le sens transversal, 
ainsi que la divergence du rayonnement, sont univoquement liées 
aux indices transversaux du mode et ne dépendent pas de l'indice 
axial. 


Fig. 1.15. Directions des ondes planes faisant partie du mode d'oscillations 
d’un résonateur plan. 


Examinons maintenant les relations de phase dans le résonateur et 
les fréquences des oscillations propres. Nous n'’écrirons pas des for- 
mules toutes prêtes, mais les déduirons à partir de la répartition du 


I V/4 


| 
| ñ 
| 
| 
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Fig. 1.16. Détermination de la vitesse de phase du faisceau constitué par la 
superposition des ondes planes: 7, 11 — positions initiale et terminale des 
fronts extraits. 


champ (25), après avoir pris connaissance de certaines propriétés 
des faisceaux lumineux dont nous n'avons pas encore parlé. À cet 
effet considérons la figure 1.16 qui visualise, pour plus de simplicité, 
deux des quatre ondes planes constitutives du faisceau unique. Ex- 
trayons un point de l’espace © où les phases de ces deux ondes coïnci- 
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dent. C’est le point dans lequel se coupent les fronts d’onde qui 
d’abord étaient en position Z. On voit sans peine que la surface sur 
laquelle la phase du champ global a la même valeur qu'en O est 
le plan P qui passe par ce point et qui est normal à l’axe des z. 

Après un certain intervalle de temps At les deux ondes couvri- 
ront la distance À = cAt, et leurs fronts se déplaceront de Z en 77]; 
le point de leur intersection parcourt dans ces conditions une dis- 
tance plus grande que À et égale à cAt/cos a, où «& est l’angle que 
forment les normales aux fronts d'onde avec l’axe des z. La surface 
équiphase du faisceau lumineux global se déplace avec le point O 
à la même distance. La vitesse du déplacement de cette surface est 
dite de phase ; c’est elle précisément qui détermine la distance entre 
les nœuds de l’onde stationnaire formée par l’interférence des deux 
faisceaux identiques se déplaçant l’un à la rencontre de l’autre. 
Dans notre cas la vitesse de phase est supérieure à la vitesse de la 
lumière c sous le rapport 1/cos « = 1 + «2/2; sous ce même rapport 
la distance double entre les nœuds de l’onde stationnaire 2//q est 
supérieure à la longueur d'onde Amnq = 2nc/@mng- En tenant compte 
de la valeur des angles d'incidence «& des ondes planes composant le 
mode (25), on obtient la formule cherchée : 


21 1 
Mn =q+s Ômns (26) 
ou 
Onng = 37 (29 + 6mn); (27) 
S £r Thol m+1 \2 n+4i \2 
OÙ Évn = 5e | (—Z Æ 2a ) J: 


Les formules (26) et (27) décrivent le spectre des oscillations pro- 
pres ; en principe, on pourrait les déduire de la relation usuelle des 
oscillations de la forme (25) à l’intérieur d’un parallélépipède rectan- 
gle 1 X 2a X 2b: 

2 g Ni, fmii}li paf) 
eV CET 

Analysons ces formules. Dans notre cas du résonateur plan à 
ay 1; b/MS 1, la grandeur 6,,,/2x pour de petits m, nr (c'est- 
à-dire pour des modes inférieurs) est petite et a un caractère de 
correction des g en nombres entiers. Le sens de cette correction devient 
clair si on récrit (26) comme suit: 4nl/Amng — Ômn = 27q. Ici 
4Nl/kmna eSt le déphasage qui aurait lieu lors d’un parcours com- 
plet (c’est-à-dire sur le chemin 21), si la vitesse de phase était égale 
à c; 2nq est le déphasage réel qui, évidemment, pour assurer l’auto- 
reproduction du faisceau doit être multiple de 2x. Il est donc clair 


que Ômn est la valeur à laquelle le déphasage diminue du fait que 
la vitesse de phase dépasse c. Comme il fallait s'attendre, cette correc- 
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tion de phase est proportionnelle à Z (du fait que la structure trans- 
versale du champ, et avec elle, la vitesse de phase, sont constantes 
le long du résonateur); elle croît rapidement avec la diminution des 
dimensions caractéristiques de la structure du champ dans le sens 
transversal 2a/(m + 4); 2b/(n + 1). 

Résumons: les fréquences de résonance sont déterminées essen- 
tiellement par l'indice axial q et se groupent autour des valeurs 
grc/l qui à l’échelle des fréquences forment une suite équidistante 
à intervalle Aw = nc/l (ou Av = c/2l) entre les raies voisines. Pour 
les longueurs de résonateur ordinaires cet intervalle est si petit que 

généralement la bande d'amplification 
du milieu compte un grand nombre 
de raies à gq différents (fig. 1.17). Le 
nombre de fréquences qui rendent en 
principe possible les oscillations est 
encore plus grand si l’on tient compte 
V également des variations éventuelles 

des indices transversaux m, n. 
Examinons sommairement la ter- 
Fig. 1.17. Bande d'amplification minologie adoptée. Pour les oscilla- 
du milieu actif et modes PE tions de la forme (25) on utilise 
nu EL TO ordinairement la notation TEMyna; 
s’il s’agit seulement de la structure 
transversale du champ. l'indice g est 
omis. Ainsi, TEM,, est le mode inférieur à = n=0 
à divergence du rayonnement minimale (cf. $ 1.1). Des notations 
analogues s’emploient également pour des résonateurs stables à mi- 
roirs rectangulaires eux aussi; les deux premiers indices indiquent 
toujours le nombre de nœuds de Ia fonction de répartition du champ 
dans les directions correspondantes. Si la forme des miroirs est dif- 
férente, les modes sont numérotés d’une autre maniere (pour les 
miroirs ronds les principes de la numérotation sont exposés aux 
&$ 2.1, 2.2); un mode sera donc noté dans le cas général par un seul 

indice mn. 

Pour lire des ouvrages consacrés aux lasers il faut encore retenir 
que dans les premiers travaux sur la théorie des résonateurs opti- 
ques, par analogie avec la gamme des UHF, les oscillations infé- 
rieures du type TEM,,, étaient dites axiales, et les autres (aux indi- 
ces transversaux non nuls), transversales. Par la suite, en décrivant 
les caractéristiques spectrales ou angulaires du rayonnement des 
générateurs multimodes, on attribuait aux termes « axial» et 
« transversal » un sens quelque peu différent. Nous en parlerons 
plus en détail au $ 2.4, notant pour le moment que quand on évoque 
la structure angulaire du rayonnement on dit ordinairement trans- 
versaux pour tous les modes sans dégager TEM,, en une catégorie 
particulière. 
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Equation intégrale et oscillations propres d’un résonateur vide 
arbitraire. Bien que l’analyse réalisée soit très suggestive, elle. 
n’est pas complète du tout, puisqu'elle passe sous silence même la 
question la plus importante des pertes par diffraction; d’ailleurs, 
nous l’avons fait sciemment : si les relations de phase qui détermi- 
nent les formules de la forme (26), (27) peuvent s’obtenir à partir 
des considérations bien simples, les choses se compliquent sensible- 
ment lorsqu'il s’agit des pertes par diffraction des résonateurs plans. 
Jl est vrai que Schawlow et Townes [2] ont fourni déjà des évaluations 
élémentaires des pertes, fondées sur le calcul du nombre d'’aller- 
retour qu'a le temps d'effectuer un faisceau lumineux oblique avant 
de sortir complètement du résonateur, et sur l’identification du temps 
nécessaire à cet effet avec la durée de vie moyenne des photons dans 
le résonateur. Très suggestive, cette approche simplifiée a été au 
début d’une utilité certaine; pourtant, déjà les calculs de Fox et 
Li [91 ont montré qu'elle était parfaitement illégitime ; non seule- 
ment les valeurs absolues des pertes réelles mais aussi le caractère 
tout entier de leur dépendance des paramètres du résonateur et des 
incidences des faisceaux lumineux qui composent les modes, se dis- 
tinguent brusquement des résultats des évaluations de ce genre. 
Après la parution de la série des articles de Veinstein, le problème 
s’est clarifié : le calcul du nombre de traversées du faisceau oblique 
doit être au moins complété par celui de la part du rayonnement 
réfléchie par le bord du résonateur (vers l’intérieur de ce dernier} 
sous l'effet de la diffraction par les bords. Comme nous le verrons 
au $ 2.2, ces calculs ne sont nullement élémentaires ; c’est pourquoi 
nous n'avons pas envisagé la question des pertes par diffraction; en 
antécédant quelque peu, indiquons seulement que lorsque la géo- 
métrie d’un résonataur plan est fixée, les indices transversaux des 
modes allant en augmentant, les pertes augmentent de la même 
façon que les corrections de phase. 

Passons donc à un examen plus rigoureux du résonateur vide 
arbitraire. Conformément à [16] posons à la base de l'analyse la 
relation universelle qui décrit la traversée dans les deux directions 
d'un résonateur vide arbitraire par un faisceau lumineux arbitraire. 
Cette relation est de la forme 


us (x, y)—exp (2ikLs) Pu: (x, y); (28) 


ici u, (x, y) et u, (x, y) sont les amplitudes complexes du champ sur 
une surface d'appui choisie quelconque avant et après le parcours 
complet du résonateur; exp (2ikL,) P, l'opérateur intégral de la 
transformation qui inclut toutes les opérations nécessaires (par 
exemple, l'intégration sur les surfaces intermédiaires, etc.). Un 
exemple de la relation du type (28) peut être fourni par la formule (24), 
où la forme de l’opérateur est écrite pour le cas particulier du réso- 
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nateur composé d'éléments à surfaces sphériques et à miroir de gau- 
che infiniment grand. 

Le facteur exponentiel dont la grandeur dépend de la valeur 
exacte de la longueur d'onde du rayonnement correspond au dépha- 
sage sur la double longueur optique 2L, du résonateur. On peut 


admettre que l’action de l’opérateur b, qui reste après avoir sorti 
ce facteur, sur une fonction de répartition quelconque de l’amplitude 
complexe u (x, y) ne dépend pas de la longueur d'onde, si elle ne 
dépasse pas les limites de la bande d'amplification du milieu actif 
(après l’exemple du résonateur plan décrit ci-dessus, ceci n’impose 
pas d'explication spéciale). 

En plus du déphasage général sur la longueur du résonateur, 
(28) devrait également rendre compte des sauts de phase brusques lors 
_de la réflexion du faisceau sur les miroirs terminaux. Si les miroirs 
sont métalliques, le saut de phase est égal à x; c’est à ce cas préci- 
sément que correspond l'onde stationnaire de la forme (25) (sur les 
miroirs les « nœuds » se forment du fait qu'ici les faisceaux de ren- 
contre sont en opposition de phase). Puisque un parcours complet 
donne lieu à deux réflexions sur les miroirs, le déphasage global dû 
à ces réflexions vaut 2x et peut être négligé (ce qui a permis juste- 
ment en déduisant la relation (24) de ne pas tenir compte de sauts 
brusques de phase sur les miroirs). Si les miroirs réflecteurs ont des 
revêtements diélectriques à couches multiples, les sauts de phase 
brusques ne sont déjà plus égaux à x. Pour ne pas en tenir compte 
séparément, on peut lors de l’analyse admettre que le résonateur se 
compose non pas de miroirs diélectriques, mais de miroirs métalli- 
ques dont les surfaces se trouvent là où se situait le nœud du champ 
le plus proche du miroir diélectrique. 

La formule (28) entraîne que l’équation intégrale du calcul des 
oscillations propres qui est la condition de reproduction de la struc- 
ture du faisceau après un parcours complet, peut se mettre sous la 
forme 


vu (x, y) =exp (2ikLo) Pu (x, y), (29) 


Il est évident que u doit être fonction propre de l’opérateur intégral B. 
Supposons que cel opérateur possède une collection des fonctions 
propres un et des valeurs propres qui leur correspondent Bi, — 
= exp (—iô,, — 64), telles que Pu,, = exp (—iôn — 6%) um. En 
portant u, dans (29), on obtient 


Ym = EXP (— On) exp [i (2k Lo — Om)]. (30) 


Pour que la répartition de l’amplitude complexe se reproduise 
non seulement suivant la forme, mais conserve encore sa phase, la 
grandeur y, doit être réelle. Il s'ensuit que le déphasage global 
2kLo — ôm doit être égal à 2x9, où q est un nombre entier. De la 
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sorte. la condition de phase 24L, — ôh = 21, est de la même forme 
que (26) et (27). et 6, est la correction de phase qui nous est déjà 
connue (dans d’autres résonateurs elle peut prendre, certes, tout à 
fait d’autres valeurs que dans le résonateur plan). Après le parcours 
complet du résonateur l’intensité du rayonnement s'avère multipliée 
par exp (—26;) et la grandeur 1 — exp (—26;,) n’est rien d'autre 
que les pertes par diffraction du rayonnement. 

Dans le calcul de la structure de mode, de nombreux auteurs 
n'utilisent. pas la méthode exposée, fondée sur l'analyse de la tra- 
versée du résonateur par un faisceau de lumière, mais cherchent des 
solutions stationnaires des équations différentielles du champ im- 
posant aux miroirs des conditions aux limites correspondantes. 
L'amortissement du rayonnement conditionné par les pertes par 
diffraction est décrit dans ce cas en introduisant la fréquence com- 
plexe © = ©” — iw”, de façon que la dépendance du champ par 
rapport au temps acquiert la forme exp (—iot) — exp (—iow't — 
— &°t) (w’ et w” sont ré'ls). La relation entre ©’ et ©” d’une part, 


et les valeurs propres de l’opérateur 2 de l’autre est très facile à 
établir. [1 est évident que dans la condition de phase figure la partie 
réelle w” de la fréquence complexe, de sorte que w’ vérifie toujours 
la formule w,, = (c/21) (2xq + ô»). Enfin, puisque l'amplitude 
du champ change de exp (—6;,) fois lors d'un parcours complet du 
résonateur, c’est-à-dire pendant le temps 2L,/c, il vient que ô — 
= (2L,/c) on, où on = (c/2Lo) ôn. 

Résonateur à couche plate du milieu 
actif. Abordons la question des varia- 
tions des propriétés d’un résonateur 


L 
lorsqu'il comporte un milieu amplifi- , CZ, 
cateur; nous nous guiderons à cet 
effet, tout comme lors de l'analyse des 


propriétés d'un résonateur vide 


arbitraire, par l’article [16]. 

Pour comprendre Ja relation qui 7 
existe entre la répartition spatiale du LL 
rayonnement dans les lasers réels et 7 

à à 


les résonateurs vides, considérons le 
cas idéal d’un résonateur ouvert plongé 
dans une couche active plan-parallèle 
infinie d'épaisseur L (fig. 1.18; pour 
simplifier le résonateur représenté 
est à deux miroirs). Admettons que 
le gain en intensité du rayonnement k#, (cm) soit réparti régu- 
lièrement suivant la couche, que l'indice de réfraction de la matière 
de la couche n, est également constant et peut être distinct de l'unité 
(dans ce cas les surfaces de la couche sont clarifiées). Supposons éga- 
lement qu’un seul des miroirs ait toujours comme auparavant le 
501593 


Fig. 1.18. Couche active dans un 
résonateur ouvert. 
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coefficient de réflexion égal à l’unité; le coefficient de réflexion du 
deuxième miroir R'< 1. 

Examinons d’abord le passage de l’onde lumineuse à travers la 
couche active. La répartition du champ u (x,, y.) sur la deuxième 
surface de la couche peut être exprimée à l’aide de sa répartition 
sur la première surface u (xz;, y,) en appliquant la formule (2) du 
$ 1.1; à cet effet il faut y porter z — L et remplacer la longueur 
d'onde dans le vide À par la longueur d'onde dans la couche À’ — 
— À/n,, et k par la constante complexe de la répartition 2n/1’ — 
— ik./2. En négligeant dans l’exponentielle de l’intégrand les 
termes k. (ze — x,)2/4l et k, (y: — y1)°/4l et en passant à la lon- 
gueur d'onde dans le vide À, on obtient 


k 
exp CAES no! ) 
(rs, Ve)= iMno 


X | | exp + [EE + a |} U (T1, Vs) dti dy. 


Cette relation montre qu'après la traversée de la couche active d’épais- 
seur / la forme du front d’onde se transforme de la même façon qu’a- 
près le parcours de la distance l/n, dans le vide; l'épaisseur optique 
nl de la couche détermine seulement la valeur du déphasage géné- 
ral; l'amplitude du champ est multipliée par exp (4.1/2) (la pre- 
mivre de ces conclusions résulte également de la forme de la matrice 
de transfert d’une couche plan-parallèle du diélectrique ; cf. ta- 
bleau 1.1). 

Construisons maintenant un résonateur vide équivalent au réso- 
nateur donné, c’est-à-dire possédant la même structure transversale 
des oscillations. Procédons à cet effet de la façon suivante : rempla- 
çons le miroir à RÀ’<< À par un miroir de même forme mais à réfle- 
xion totale: éliminons la couche active; enfin, diminuons de 
L (1 — 1/n,) la longueur du tronçon occupé par la couche (dans le 
cas représenté sur la figure 1.18 il convient simplement de placer les 
miroirs à la distance de Leg = L — 1 (1 — 1/n,) l’un de l’autre). 
L'analyse précédente de la traversée de la couche active par un fais- 
ceau entraîne que l’équation intégrale du résonateur à milieu actif 
ne diffère de l’équation du résonateur vide construit de cette façon 
que par le facteur constant du deuxième membre: 


vu(x, v)=V R'exp (2ikLo+k.l) Pu (x, y). (29a) 


Ici L, est la longueur optique totale du résonateur à milieu (égale pour 
le cas de la figure 1.18 à L + L'(ns — 1)); P, l'opérateur intégral 
du résonateur vide équivalent, dont les valeurs propres seront encore 
notées B,, — exp (—iôm — Ôn)- 
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Fait à signaler: ni l'introduction d’un milieu amplifiant unifor- 
mément, ni le remplacement du miroir à réflexion totale par un mi- 
roir semi-transparent n’amènent aucune modification de la struc- 
ture transversale des oscillations propres. Par contre, leur spectre 
subit une reconstruction importante. Les mêmes raisonnements que 
dans le cas du résonateur vide permettent d'obtenir les formules sui- 
vantes qui déterminent le spectre des fréquences propres du résona- 
teur à milieu actif: 


C 
21 


Omq SE (27q + On): 
(31) 
ï 'c e 1 
Om —?2L [ Em + In ki | ; 


11 semble que la première d’entre elles ne se distingue pas des formu- 
les déjà connues de w”’; pourtant, ici l'expression de la longueur 
optique du résonateur comporte comme terme la longueur de la 
couche active n,l, ce qui change un peu la situation. C’est que par- 
fois l'indice de réfraction du milieu amplifiant dépend sensiblement 
de la position de la raie à l’intérieur de la bande d'amplification : 
ceci peut compromettre l’équidistance des fréquences (cf., par exem- 
ple. [(17]). En règle générale, les effets de ce genre n’influent pas sur 
la divergence du rayonnement, et de ce fait ne seront pas discutés 
dans notre ouvrage. 

La seconde formule suscite plus d'intérêt. Elle indique que l’in- 
troduction d’un milieu actif exerce une action très forte sur la vites- 
se d'amortissement des oscillations propres et par là même, modifie 
totalement l'allure des propriétés de résonance du système dans son 
ensemble. 

En effet, la condition de recouvrement des courbes de résonance 
qui correspondent à deux fréquences de résonance voisines w, et &: 
peut s’écrire [3] 


| ©, — &, | < (@° + w;)/2. (32) 


Si un résonateur optique ne possède pas de milieu actif ou si ce der- 
nier n'est pas excité, cette condition est observée presque toujours, 
du fait que la disposition des fréquences propres des modes isolés 
est relativement serrée, et ordinairement les pertes qui provoquent 
l'amortissement ne sont pas si petites (elles sont souvent dues non 
pas aux effets diffractifs, mais à l’absorption dans le milieu et la 
sortie du rayonnement par un miroir semi-transparent). L’observa- 
tion de cette condition signifie à son tour que les tentatives d'utiliser 
un tel système comme filtre passif ne déclenchent pas du tout la 
manifestation de ses propriétés de résonance et il n’y a aucun sens 
de parler de l’existence de types d’oscillations isolés. 

En présence d’un milieu actif excité la situation se présente d’une 
tout autre manière. En vertu de (31) les grandeurs ©” diminuent ; 
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à mesure qu'on s'approche du seuil d'amorçage des oscillations cer- 
taines d’entre elles tendent vers zéro. Il s'ensuit que déjà en régime 
d’une amplification à réaction les propriétés de résonance du système 
peuvent se manifester dans la pleine mesure, malgré l’observation 
de la condition (32) en l’absence de l'excitation du milieu actif. 
Les propriétés de résonance du système se manifestent d’une façon 
encore plus marquée dans le cas des oscillations stationnaires, lorsque 
une ou plusieurs grandeurs &” sont nulles (en général, l’apport con- 
tinu du rayonnement spontané au rayonnement émis fait que là aussi 
elles sont légèrement différentes de zéro, pourtant, presque toujours 
on peut les négliger). 

De la sorte, dans le cas d’un laser oscillateur la situation ne 
ressemble nullement à celle d’un résonateur de laser utilisé comme 
filtre passif et excité par une source extérieure. La description du 
fonctionnement d'un laser ne doit donc pas employer les notions 
liées à la vitesse d'amortissement dans un résonateur vide, telles 
que la qualité et la largeur de résonance de la raie. La pratique montre 
que ceci ne conduit qu’à toutes sortes de confusions, en suggérant des 
idées suivant lesquelles dans les lasers à grandes pertes par traversée 
les oscillations ont un caractère « non résonnant ». Nous n'’introdui- 
rons donc pas et n'’utiliserons pas ces notions. 

Aptitude d’un modèle standard de résonateur ouvert à la descrip- 
tion des lasers réels. L'exemple étudié dans ce qui précède autorise 
à formuler les conditions dont l'observation permet d'utiliser 
directement les résultats de la théorie des résonateurs vides pour la 
description de la structure du champ des lasers réels. Les plus im- 
portantes de ces conditions sont les suivantes [16]: 

1. Une homogénéité optique élevée du milieu optique. 

Le passage du front d’onde par un milieu inhomogène ne peut 
être ramené à la traversée du chemin correspondant dans l’espace 
vide: la sélection d’un résonateur vide équivalent se complique et 
dans de nombreux cas devient tout simplement impossible. 

2. Dans le cas d’un résonateur à miroirs extérieurs, l'influence 
de la lumière réfléchie sur les faces de l’élément actif doit être éli- 
minée. Nous avons déjà dit au paragraphe précédent quelle impor- 
tance avait cette condition ; en présence des revêtements clarifiants 
on peut admettre que cette condition est remplie. Dans des cas isolés 
(cf. $ 4.1) même ces mesures s'avèrent insuffisantes et pour éliminer 
les effets secondaires il faut quand même incliner les surfaces de 
séparation par rapport à la direction de la propagation du rayonne- 
ment. 

3. En déduisant l'équation (29a) nous avons utilisé le modèle 
d’une couche homogène infinie. Pour qu’il soit applicable, il faut 
en principe que l'indice de réfraction, aussi bien que la population 
inversée soient constants non seulement directement entre les mi- 
roirs, mais encore dans tout le domaine où l'intensité du champ de 
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rayonnement est perceptible. Les surfaces latérales des éléments ac. 
tifs, les parois des cuves, les surfaces des électrodes d’amorçage de 
la décharge, etc., ne doivent pas exercer leur action. 

Cette dernière condition n'est presque jamais observée dans les 
lasers réels. Qui plus est, le rôle des diaphragmes d'ouverture qui 
délimitent la zone des oscillations est souvent assumé non pas par 
les miroirs, mais par les surfaces latérales du barreau actif ou les 
parois de la cuve. Pour éliminer au moins l'apparition de toute sorte 
de faisceaux supplémentaires qu’on avait observés dans les premiè- 
res expériences avec les lasers à solide [18, 19] et qui étaient engen- 
drés par la réflexion intérieure totale sur les surfaces latérales, ces 
surfaces sont ordinairement dépolies (plus rarement, le barreau est 
plongé dans un milieu). Dans les cas courants, la diffusion 
partielle du rayonnement diffractant a quand même lieu, et le mo- 
dèle d’un résonateur ouvert n’est pas parfaitement correct. Mais 
pour la description des oscillateurs réels, les modèles du type « bar- 
reau diélectrique idéal entre miroirs infinis » ou « cylindre diélec- 
trique idéal à l’intérieur d’un guide d'onde circulaire infini » ne 
conviennent pas du tout: ce qui frappe, c’est que les ouvrages sur 
l'exploration de tels modèles appliqués aux lasers paraissent même 
jusqu'à nos jours. 

Puisque la diminution du rôle de la lumière diffusée par les 
surfaces latérales s'accompagne de l’augmentation de la directivité 
du rayonnement, il est quand même raisonnable de recourir dans 
les évaluations des caractéristiques limites d’un système au modèle 
du résonateur ouvert, ce que nous ferons dans ce qui suit. 

4. Pour que la répartition du champ de rayonnement d’un laser 
puisse être décrite en général par les solutions propres d’une équation 
intégrale stationnaire, il faut que les conditions d’oscillation restent 
invariables pendant un temps suffisamment long. Cette prescrip- 
tion n’est pas non plus remplie toujours, loin de là. Ainsi, aux années 
1960 plusieurs ouvrages théoriques [20, 21] et expérimentaux [22, 23] 
ont montré qu'en régime monoimpulsionnel de fonctionnement d’un 
laser à résonateur plan et à milieu relativement homogène, la répar- 
tition spatiale du gain et du champ de rayonnement change très 
rapidement (en 10® ou 10-8 s). Dans cette situation il est absurde 
d'examiner la structure spatiale du rayonnement détachée de la 
cinétique de génération. Les ouvrages les plus importants dans le 
domaine relatif au résonateur plan sont dus à Soutchkov et Léto- 
khov (24, 25]. 

La plupart des lasers fonctionnent en régime non stationnaire et 
non déclenché (il s'agit ici en premier lieu de l'existence des « pics » 
de rayonnement caractéristiques, bien connus des spécialistes dans 
le domaine des lasers à solide). La description théorique détaillée 
de la structure spatio-temporelle du rayonnement s'avère possible 
seulement dans certains cas les plus simples (par exemple ([24)) 
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jamais réalisés en pratique. C’est pourquoi dans la grande majorité 
des travaux on utilise une approximation quasi stationnaire qui 
ne rend pas compte de la cinétique de génération. Le caractère des 
erreurs commises dans ces conditions est clair, si on retient que dans 
les lasers réels lors de la formation des impulsions isolées (« pics ») 
le rôle d’« amorce » incombe presque toujours au bruit d'émission 
spontanée. Le faisceau de lumière devient étroit dirigé seulement 
après que l’« amorce » ait effectué de multiples aller-retour dans 
le résonateur (pour les lasers à résonateur instable ce processus sera 
examiné au $ 4.1). Aussi, généralement, les écarts du régime quasi 
stationnaire renforcent-ils quelque peu la divergence du rayonne- 
ment. 

Malgré cela dans de nombreux cas l’approximation quasi sta- 
tionnaire est raisonnable. 

Si l'écart par rapport au résonateur idéal est grand (ainsi que la 
divergence en approximation quasi stationnaire), pour des raisons 
évidentes les particularités de la cinétique influent peu sur la lar- 
geur résultante du diagramme directionnel. En particulier. en régi- 
mes monoimpulsionnel et ordinaire la divergence du rayonnement 
commence à peu près à Coincider. 

Pour le régime ordinaire des oscillations libres on peut obtenir 
à l’aide d’une approximation multimode quasi stationnaire une 
description satisfaisante des propriétés des lasers même à milieu 
hautement homogène ([26], cf. $ 2.4). 

Après toutes ces réserves sur la possibilité d'utiliser le modèle 
du résonateur ouvert en approximation quasi stationnaire, considé- 
rons encore un aspect du problème « résonateur et milieu actif ». 


$ 1.4. Efficacité de la transformation 
de l’énergie d’excitation dans les résonateurs lasers 


Un des impératifs essentiels que doivent remplir les résonateurs 
lasers est l'efficacité élevée de la transformation de l'énergie em- 
magasinée par le milieu actif excité, en énergie de rayonnement 
produit. Pour ce faire, il faut: 

1) choisir la géométrie du résonateur (la disposition des miroirs 
et leurs dimensions transversales) de façon que tout le volume du 
milieu actif soit rempli de rayonnement laser ou, dans les lasers à 
flux, tout milieu passe par le faisceau généré. Cette condition est 
triviale (bien que les concepteurs des lasers ne prennent pas toujours 
soin de la satisfaire); 

2) choisir la grandeur optimale des pertes par rayonnement. 
Dans le cas des résonateurs plans ou stables, on appelle pertes par 
rayonnement le coefficient de transparence du miroir de sortie 
4 — R°; dans le cas des résonateurs instables le paramètre qui joue 
un rôle analogue est 1 — 1/72, où M est le gain du résonateur. 
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Dans le présent paragraphe nous examinerons le sens et la métho- 
dologie de la sélection des pertes optimales. Cette question a fait 
l’objet d'ouvrages très nombreux. Les méthodes de calcul du rende- 
ment des lasers usuels (à milieu fixe dans lequel est créée une popu- 
lation inversée) en fonction des propriétés du milieu et de la valeur 
du coefficient de transparence du miroir de sortie, ont été élaborées 
en principe aux années 1962-1964 et décrites dans une série de mono- 
graphies et aperçus [27, 28, 17]. La grande majorité des travaux sou- 
met à l’étude des résonateurs plans, et leurs résultats sont fondés sur 
la résolution formelle de l’équation de transfert du rayonnement 
du type 


di, 
dz 


dT.. 


dz 


= (4; — Oo) L+, = — (4; — 0) 1, 

où 7. et Z _- sont les intensités des flux qui se propagent vers le miroir 
de sortie et dans le sens inverse ; ,, le gain du rayonnement dans le 
milieu; ©,, le coefficient dit de pertes « nocives »; aux miroirs à 
réflexion totale (2 — 0) et de sortie (z = L) sont imposées les condi- 
tions aux limites Z 41.20 = L-|:=0; 1_|:=1 = R'T+|,21 Cette métho- 
de n’est pas très suggestive et, comme nous le verrons par la suite, 
elle n’est pas toujours applicable ; examinons ce problème sous des 
aspects quelque peu différents. 

Efficacité de la transformation de l’énergie dans un volume élé- 
mentaire du milieu. Déterminons d’abord l'énergie limite que peut 
fournir un volume unitaire du milieu actif ; admettons que le régime 
opératoire est quasi stationnaire et que les conditions d'’excitation 
sont données. Pour résoudre ce problème il faut connaître en premier 
lieu comment dépend de la densité du flux de rayonnement laser Z 
(photon-cm-2-s-!) le nombre de photons produit dans le volume 
considéré par unité de temps grâce à l'interaction de résonance du 
rayonnement laser avec le milieu actif. Ce nombre est égal à Zk, (1). 
La forme typique de la relation entre Zk, et I est visualisée par la 
courbe 7 de la figure 1.19. D'abord vient un secteur linéaire dont la 
pente est déterminée par la valeur du coefficient de gain non saturé 
du signal faible A. Ensuite la saturation commence à se manifester 
et le coefficient de gain diminue. Il est évident que pour de grands 1 
le produit Zk, (1) tend vers la limite P,,mp égale au nombre d'actes 
de complétion par pompage de l’inversion de population. Il est 
clair que la forme de la courbe Z ne peut pas dépendre fortement des 
particularités concrètes du milieu telles que le schéma des niveaux, 
J'allure de l'élargissement des raies de la transition opératoire, etc. 

Faisons encore entrer en ligne de compte dans le même volume 
unitaire l'absorption non résonnante (« non active ») du rayonnement 
laser par les impuretés. Le nombre de ces processus est égal à Zo,, 
où 0, (cm!) est le même coefficient des pertes « nocives » que celui 
des équations mentionnées plus haut du transfert du rayonnement 
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(un rôle est parfois rempli également par les pertes par absorption 
sur les miroirs du résonateur ; cependant, on peut admettre dans les 
calculs qu'elles sont réparties en général sur toute la longueur et 
introduire la correction correspondante de 6,). La figure 1.19 com- 
porte deux droites dont l’une (77) correspond à 0, = 2/5, et l’autre 
(ZIT), à o, = 7/50. 

La contribution du volume unitaire au bilan général du nombre 
de photons du dispositif tout entier est égale à Zk, (1) = Zoo. La 
figure montre que pour une densité du rayonnement laser définie 
cette différence est maximale; la hauteur du maximum, aussi bien 
que sa largeur augmentent avec l'augmentation du rapport #?/o 


Fig. 1.19. Relation entre les processus élémentaires dans un milieu actif et 
la densité du rayonnement (en ordonnées sont portées les valeurs de Zk,, 1© 
en unités relatives). 


(sur la figure les flèches indiquent les marges des densités du flux 
pour lesquelles la contribution n’est pas inférieure à 80 % de sa 
valeur maximale). 

Maintenant on peut évaluer l'efficacité de la transformation de 
l'énergie. Il est commode de la caractériser par la grandeur X = 
= [Zk, (1) — IooWPpomp; Ceci est la relation entre l'apport réel 
au bilan des photons et l'apport dans le cas d’un générateur idéal 
dans lequel les pertes « nocives » n'existent pas (0, = 0), alors que 7 
est si grand que toute l’inversion de population est « transformée » 
en rayonnement laser. Pour effectuer le calcul précis de X il faut 
connaître la forme de la fonction k, — k, (7), qui change en premier 
lieu avec l’allure de l'élargissement de a raie de transition opéra- 
toire. Dans le cas de l'élargissement homogène, lorsqu'’au niveau 
laser supérieur tous les atomes interviennent dans la même mesure 
dans le processus d'amplification, cette relation s'obtient aisément. 
En effet, en régime stationnaire les processus de complétion de l’in- 
version de population et de sa décomposition doivent s’équilibrer. 
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Dans le cas important des milieux à quatre niveaux les plus effica- 
ces à niveau inférieur de la transition opératoire vide (cf. [17]), la 
condition d' équilibre est de la forme la plus simple: Phomp = 
= 1h, + Ak,/Tt, où À est le coefficient de proportionnalité entre 
l'inversion de population et À.; 7, le temps de désintégration sponta- 
née de l’état excité. Il en résulte 


£ Î + A/T 1-:- /Tt/A 
Puisque pour Z = 0, k, = k$, il vient tP,6mp /4 = kg; le rapport 
mas 
r4 
I 
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Fig. 1.20. Relation entre l'efficacité de la transformation de l'énergie dans’ un 
milieu laser et le rapport ke 100. 


t/A au dénominateur s'appelle coefficient de non-linéarité, noté 
ordinairement & [27]. Ainsi 


ke (I k 
(D=rr. (33) 
Compte tenu de ces relations la formule résultante de X devient 
— tal! | 
X (1) = Tiar — Re —<- al. (34) 


Avec al = Vk%/o, — 1 la grandeur X déterminée par cette formule 
atteint sa valeur maximale X,..: 


X max = (1 —Vo1/k3). (35} 
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Le graphique de la dépendance de Xhn,, vis-à-vis de A/o, définie 
par (35) est représenté sur la figure 1.20 (courbe J). 

Si dans le volume du milieu actif la répartition de la puissance 
de pompage et de la densité du rayonnement laser n’est pas trop 
irrégulière, la formule (35) fournit une évaluation de X,,:, de l’en- 
semble du dispositif; on voit que dans ce cas À, est déterminé 
complètement par le rapport k?/0,. Il est à signaler que l'efficacité 
accessible de la transformation de l'énergie ne dépend pas du tout 
du circuit dans lequel est intercalé le milieu actif, que ce soit celui 
d’oscillation ou d'amplification, elle n’est déterminée que par les 
caractéristiques du milieu et les conditions de son excitation. Il faut 
seulement, quel que soit le schéma du laser, assurer la densité opti- 
male du rayonnement généré ou amplifié. 

L'objectif principal du présent ouvrage est l'étude des lasers, 
générateurs de rayonnement optique. Pour ces derniers le sens du 
paramètre k//0, est bien connu: ce n’est rien d’autre que le rapport 
de l'intensité de pompage à sa valeur avec laquelle k} est égal à 
Co (c’est-à-dire lorsqu'on atteint le seuil d’oscillation en l’absence 
de pertes par rayonnement « utiles »). Ce rapport s’appelle ordinaire- 
ment dépassement du seuil d’oscillation et se note n,. (35) commence 
alors à coïncider avec le facteur correspondant des formules connues 
du rendement d’un laser [29, 17], où en plus de ce facteur figure en- 
core l'efficacité du système d’excitation du milieu et autres para- 
mètres de ce type (un peu plus tard que dans [29] la formule (35) 
a été obtenue par Rigrod [30]). 

Evaluation de la répartition irrégulière du rayonnement laser 
suivant la longueur du résonateur. Même lorsque l'excitation du 
milieu actif est parfaitement régulière, il existe plusieurs causes qui 
peuvent rendre irrégulière la répartition du rayonnement généré dans 
ce milieu. Commençons par le fait qu’on ne peut faire abstraction 
de la présence de la structure « fine » de la répartition de l’intensité 
suivant la longueur que dans le cas où l’oscillateur fonctionne à 
modes multiples à indices axiaux différents (ce qui a généralement 
lieu). II en est ainsi parce que seule la superposition de nombreuses 
ondes stationnaires de la forme sin qgnz/L, à q différents, assure la 
répartition globale plus ou moins régulière suivant la longueur; 
autrement dit, lorsque le spectre du rayonnement est large, on peut 
négliger l’interférence des flux qui effectuent des allerset retours dans 
l’oscillateur et admettre que 7 est simplement égal à la somme des 
densités de ces flux. Pour un résonateur plan le fonctionnement à mo- 
des transversaux multiples est également une chose courante; ceci 
permet pour des raisons analogues de s’abstraire également de la 
structure de mode transversale (cf. $ 2.4). 

Une forte amplification suivant la longueur du milieu est une 
cause de plus qui rend irrégulière la répartition de Z. Il est clair 
que la répartition suivant la longueur devient plus uniforme à mesu- 
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re que le coefficient de réflexion du miroir de sortie À’ s'approche de 
l’unité ; par contre, la densité moyenne du rayonnement à l’intérieur 
du résonateur croît alors rapidement, pour dépasser tôt ou tard la 
valeur optimale. 

Le coefficient de réflexion À”, le plus avantageux du point de 
vue de l’énergie de sortie maximale, peut encore se déterminer à l’aide 
des formules (33), (34). En portant dans (33) la densité optimale du 
flux Lopt — (V' Elo; 109 — 1)/&, on obtient k, — V'oks. Il est évident 
que puisqu'il est impossible de rendre rétulière la “densité globale 
des flux suivant la longueur, il est avantageux de la faire osciller 
autour de Z;pt; Kg doit alors varier autour de V'oks et on peut 
adopter que la moyenne k, suivant la longueur du laser est égale 
précisément à cette yrandeur. 


Dans notre cas, la condition d’un régime stationnaire est de la 
forme 


R'exp{2(k,—0)l] =1, (36) 


où l'est la longueur du barreau (dans notre cas on peut négliger les 
pertes par diffraction du résonateur plan). En y portant k, — 


= | Coke, on obtient 
In (1/Répt) = 200 (V k2/00 — 1). (37) 


En connaissant Rônt il n’est déjà pas difficile d'évaluer le degré 
d’irrégularité de la répartition de Z suivant la longueur. En effet, 
supposons que la densité du flux incident sur le miroir de sortie du 
résonateur soit Z,; la densité du flux qu'il réfléchit, R’7,. Alors, 
Ja densité du flux incident sur le miroir à réflexion totale est égale à 


R'I,exp Le — ©) 1] = 1, VR’. Il s'ensuit que dans le cas du 
résonateur plan, le rapport des densités globales des flux sur les 
miroirs de sortie et à réflexion totale s'écrit (1 + R‘Y2V R’. 

On voit sans peine que ce n’est qu’au voisinage des miroirs ter- 
minaux que le flux global prend les valeurs extrémales. De cette 
façon on peut admettre que Z maximal est de (1 + Rôpnt)/2 V Root 
fois plus grand que 7 minimal (R;,,+t est déterminé par la formule (36)). 
Il reste seulement à vérifier à l’aide de la figure 1.19 si cette diffé- 
rence des densités ne les fait pas dépasser la région à l’intérieur de 
laquelle X est suffisamment proche de X,.... Alors, les formules (35), 
(37) peuvent s'employer malgré la répartition irrégulière du rayonne- 
ment suivant la longueur du résonateur. Il en est ainsi dans la grande 
majorité des cas, et ceci est dû à deux raisons. Premièrement, le 


rapport (14 + R')/2 V R' dépasse sensiblement l'unité seulement si 
les R’ sont très petits. Ainsi, si R’ = 0,1, alors (4 + R'}/2 VR' — 
= 1,74 et la répartition du flux global n’est pas encore très irrégu- 
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lière. Deuxièmement, la formule (37) montre que R5n+ est en géné- 
ral très petit pour de grands 49/0, ; or, dans ce cas, le maximum de la 
différence de la figure 1.19 est très large. Ce sont justement les rai- 
sons qui dans l'énorme marge de variations des paramètres d’un laser 
justifient les formules (35), (37). L'ouvrage [31] montre qu’elles 
ne peuvent pas être utilisées que lorsque les pertes « nocives » suivant 
la longueur du résonateur sont si grandes, que l'inégalité 


— l 
2 _ = 
(1 — ) > 7 [expi—oo(i—2)] = HE. 
0 

devient observée. Le deuxième membre de l'inégalité constitue la 
moyenne de X calculée suivant la longueur du barreau, qu’on obtien- 
drait dans le cas où la complétion de l’inversion de population obte- 
nue par pompage serait « transformée » tout entière en photons de 
génération dirigés sur le miroir de sortie, dont une partie se perdrait 
seulement par absorption sur le trajet conduisant au miroir. 

Voici encore un exemple d'utilisation de la formule (34) pour 
évaluer l'efficacité d’un dispositif laser. Admettons cette fois que 
des mesures étaient prises pour assurer la sélection spectrale du rayon- 
nement et que l’oscillation est à monofréquence. Il s'établit alors 
le long de l’élément actif une onde stationnaire de période À/2. Si 
la différence de densité des flux de rayonnement directs et inverses 
n'est pas très forte (R’ n’est pas très petit), en une période d’onde 
stationnaire le taux de modulation de l'intensité s'approche de 
100 %. Dans ce cas il faut prendre la moyenne de X (7) sur les den- 


sités du flux, qui reposent dans l'intervalle de 0 à 27, où J est la 
valeur moyenne de la densité. En retenant qu'en vertu de la linéarité 


des pertes par absorption inactive 10, = 6,1, on obtient 


27 = 
2a 1-2 @J (1 —cos €) ke 


(le facteur 1 — cos e = 2 sin? (£/2) décrit ici la variation de l'in- 
tensité du rayonnement en fonction de la coordonnée pendant la 
période de l’onde stationnaire): le maximum de X est atteint avec 


al = + (2/06) — 1], 
X max = 1 + _ Co/hg— + VACALEE (35a) 


Le diagramme de cette grandeur en tant que fonction de kelCo 
est représenté sur la figure 1.20 (coubre 77). La figure montre que 
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lors du passage du régime multimode à une oscillation monofré- 
quence l'efficacité de la transformation de l’énergie diminue sen- 
siblement même si le sélecteur spectral qui dégage une seule fré- 
quence est parfait et n’est pas une source de pertes supplémentaires. 

Quoique toutes les formules précédentes du présent paragraphe 
étaient déduites pour un type déterminé de milieu actif, il n'est 
pas difficile de les extrapoler au cas des milieux de même élargisse- 
ment homogène de la raie de transition opératoire, mais avec un 
schéma des niveaux arbitraires. Pour un autre schéma des niveaux 
(en particulier, pour un milieu à trois niveaux dont l'exemple est 
fourni par le rubis), l'équation du bilan de l’inversion de population 
acquiert une forme plus compliquée; pourtant la formule définiti- 
ve (33) qui décrit la relation entre k, et J, reste la même; il n’y a que 
le coefficient de non-linéarité &« qui s'exprime d’une autre façon par 
les paramètres du milieu [27]. Les deuxièmes membres des formules 
434) et (35) acquièrent encore le facteur A£/&æP,,mp qui pour les 
milieux à quatre niveaux, à niveau inférieur vide de la transition 
laser, est égal à l’unité, étant dans tous les autres cas plus petit 
qu’elle. Une efficacité plus faible de la transformation par rapport 
au milieu à quatre niveaux s’explique par le fait qu’en présence des 
atomes au niveau inférieur de la transition opératoire, une part de 
la puissance de pompage est absorbée par l’égalisation des popula- 
tions des niveaux supérieur et inférieur, sans provoquer encore 
d'amplification. 

Si l'élargissement de la raie de transition opératoire est inhomo- 
gène, la forme de k, (71) commence à dépendre du spectre du signal 
et, dans le cas général, se distingue de (33). Après le remplacement 
de (33) par l'expression correspondante, l’analyse ultérieure peut 
se faire suivant le même schéma. Il ne vaut pas la peine de le repro- 
duire ici: un peu plus loin nous reviendrons au cas de la raie à élar- 
gissement inhomogène en l’examinant d’une façon plus suggestive. 

L'approche qui vient d’être exposée se base sur l’étude du bilan 
d'énergie dans un volume élémentaire du milieu actif. Ceci rend 
possible l’évaluation de l'efficacité accessible de la transformation 
de l'énergie dans un laser en s'appuyant en fait seulement sur les 
propriétés du milieu et du système de son excitation. Nous avons 
déjà noté que les formules (34), (35) peuvent être utilisées aussi bien 
dans le cas où le dispositif fonctionne en oscillateur que dans celui 
où il fonctionne en amplificateur ; au fond, les paramètres du réso- 
nateur ont été introduits dans l’analyse seulement pour évaluer les 
erreurs éventuelles. Mais si nous nous intéressons au détail des pro- 
priétés inhérentes à l’oscillateur (en particulier, à la relat'on entre 
leur efficacité et la transparence du miroir de sortie), il s'avère plus 
utile de faire appel à une approche légèrement différente. 

Bilan général de l’énergie d’excitation et du rayonnement. La 
puissance absorbée par l'excitation du niveau laser supérieur est 
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consommée suivant deux voies: par transitions spontanées et tran- 
sitions induites. A leur tour, les photons créés par les transitions 
induites peuvent soit être absorbés par les sources des pertes « noci- 
ves », soit sortir du laser sans aléas en produisant le signal utile. 
Conformément à ce schéma, l'expression de l'efficacité de la trans- 
formation de l'énergie peut s’écrire sous la forme de produit de deux 
facteurs: À — (1 — p,) (1 — p;). Ici p, est la part du nombre géné- 
ral des processus de désactivation du niveau laser supérieur, qui 
revient aux transitions spontanées, et p,, la part du nombre total 
de photons produits par les transitions induites qui ensuite sont 
absorbés à l’intérieur du générateur par les sources des pertes. Dans 
un résonateur plan, la grandeur p, ne dépend pratiquement que de 
Ool el À”; calculons d’abord cette grandeur. 

: Désignons toujours par /, la densité du flux incident sur le mi- 
roir de sortie du résonateur. Alors, comme nous l’avons vu, la den- 


sité du flux incident sur le miroir à réflexion totale est égale à Z, V R’. 
Pour calculer le nombre de photons absorbés à l'intérieur du laser, 
il faut se donner la répartition du rayonnement suivant la longueur 
du barreau. Les effets d'interférence, s'ils existent, peuvent être 
négliges : vu l'allure linéaire déjà notée des pertes, la mise en moyen- 
ne du nombre de photons absorbés en une période de l'onde station- 
naire ne fournira aucun renseignement nouveau. Il suffit donc de 
calculer la somme arithmétique de deux flux qui se propagent dans 
des sens opposés. Dans les évaluations de ce genre, chacun de ces 
flux peut être considéré comme croissant exponentiellement suivant 
la longueur du barreau. Alors, le flux qui se propage du miroir à 
réflexion totale (z = 0) vers le miroir de sortie (z = L) est égal 
à 1:=1, V R' exp [ln (1/V R') z/l]; le flux qui se déplace dans le 
sens inverse est Z_— 1, VR' expl—In (4 VR'}z/i]. Le nombre 
total de photons absorbés s'écrit 


LL 
“ | La (2) + 1 (2)] dz = 21000! (1 — R'}/in (4/R"). 
0 


Puisque 7, (1 — R’) photons sortent du résonateur, il vient 


0 ER) 5) 
Pr To —R in (MR) +1 GR) 20+InA/A)" 


D'après le sens, le deuxième membre de (38) est le rapport des pertes 
« nocives » 26,1 aux pertes globales. Il s'ensuit, à propos, qu'il est 
plus correct d’appeler les pertes par rayonnement non pas 1 — À’ 
selon l’usage, mais In (1/R°) (pour R° proche de l’unité ces deux gran- 
deurs coïncident pratiquement). 

Cherchons maintenant la grandeur p,. La marche du processus 
est assez simple pour une génération multimode (c’est-à-dire en 
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l'absence d'onde stationnaire) dans un milieu à quatre niveaux à 
élargissement homogène de la raie et à niveau opératoire inférieur 
non peuplé. En effet, en l’absence d'’oscillations, loute la puissance 
d’excitation du niveau opératoire supérieur est absorbée par les 
transitions spontanées ; le gain vaut alors À}. La présence des oscil- 
Jlations réduit le gain à une certaine valeur k, << k ; cette diminution 
résulte du dépeuplement proportionnel du niveau supérieur qui 
s'accompagne à son tour de la diminution, proportionnelle elle 
aussi, du nombre des transitions spontanées. De cette façon, lors- 
que dans le milieu actif le pompage et l’oscillation maintiennent le 
gain #,, la part de la puissance d’excitation absorbée par les transi- 
tions spontanées est égale à k,/k7. En admettant que la puissance de 
pompage est répartie uniformément suivant le volume et en calcu- 
lant la moyenne pour ce volume, on obtient l'expression définitive 


Pi=kelle, (39) 


La condition d’un régime stationnaire (36) permet d'exprimer ke 
à l'aide des autres paramètres du système pour obtenir p, — 
= [20,i + In (1/R')1/2k51. 

Calculons maintenant le coefficient de réflexion optimal Ropt 
tel que la grandeur À = 1 — p, — p, + p,p, atteint son maximum. 
Dans notre cas, le produit p,p, est égal à o,/k? et ne dépend pas de 
R"; de la sorte, il faut trouver les conditions sous lesquelles p, + 
+ p, est minimale. Si le produit des deux grandeurs positives est 
donné, leur somme est minimale lorsqu'elles sont égales entre elles. 
Il convient donc de choisir À” de façon à observer la condition 
P1 = Po. Il s'ensuit [26,7 + In (1/Rônt)F = 40,k42:1?, ou In (1/Ront) = 
— 20,1 (V ko, — 1); p, = pe = V 00/k?; ainsi, nous avons abouti 
aux formules (37), (35) déjà connues. 

Cette approche permet de comprendre d’autres résultats que nous 
connaissons déjà. Ainsi, on peut montrer que dans le cas des milieux 
à schéma des niveaux arbitraire mais à l'élargissement de la raie 
toujours homogène, 1 — p, = (ke — ke)/@Ppomp = (kx/@P;omp) X 
X (1 — k./k5); ceci montre que l’expression de X acquiert comme 
auparavant le facteur # R/&P pomr << 1. Ecrivons la formule résul- 
tante de X pour une génération multimode et un À” arbitraire 


ko k° — 0, —1n (1/R')/21 In (1/R°) 
KE ns  ORIIET (0) 


La situation se complique lorsqu'il s’agit de calculer l'efficacité 
d’un laser dans le cas d’une génération monomode : à première vue 
il n’est même pas clair à quelle étape de l’analyse faut-il tenir comp- 
te de l'onde stationnaire. Un examen plus poussé montre que tous 
les calculs jusqu’à (39) sont valides, mais il est déjà impossible de 
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porter dans cette formule la grandeur #, calculée sous la condition 
du régime stationnaire (36). On comprend quels en sont les motifs, 
si on prend en considération le fait que dans les nœuds d’une onde 
stationnaire il n’y a pas de champ, des transitions induites n’existent 
pas non plus et des atomes excités s'accumulent en grand nombre (la 
valeur locale du gain atteint k£). Ces atomes ont leur part, et qui 
n’est pas petite, dans le nombre global des processus de désintégra- 
tion spontanée, et il faut en tenir compte en calculant p, d’après 
la formule (39); par contre, ils ne participent pas du tout à l’ampli- 
fication, et de ce fait ne doivent pas figurer dans la condition de 
reproduction du processus du type (36). Il s'ensuit que dans le cas 
considéré, les équations du transfert du rayonnement données au 
début du paragraphe et qui amènent (36) ne sont pas applicables. 
Îl est évident qu’en présence d’une onde stationnaire, la condition 
du régime stationnaire doit se baser sur un calcul plus soigné des tran- 
sitions induites ; il faut, comme ceci a été fait pour (34a), prendre la 
moyenne sur une période de l’onde stationnaire non pas de k,, mais 
de 4,1. Nous aboutirons alors aux mêmes résultats. 

A propos du sens et des possibilités d’application des relations 
déduites. La méthode de calcul de l'efficacité qui vient d’être expo- 
sée, malgré sa simplicité, s'avère parfois utile même dans des situa- 
tions qui n’ont rien de trivial. Elle est commode surtout lorsqu'il 
existe des facteurs qui augmentent le nombre des processus de désac- 
tivation du niveau opératoire supérieur indésirables du point de vue 
de la génération, et lorsqu'il est possible d'évaluer d’une façon 
indépendante l’action de ces facteurs. Voici deux exemples. 

Il arrive qu’un rôle perceptible revient à ce qu’on appelle la 
superradiance. Elle consiste dans le fait qu'avant de sortir du milieu 
actif, le rayonnement spontané a le temps de s’amplifier, en provo- 
quant ainsi une désactivation supplémentaire des atomes excités. 
Il en résulte que le nombre de processus de désintégration de l’état 
excité n’apportant aucune contribution à la génération s’accroît 
de y > 1 fois. Le paramètre y peut être calculé ; il dépend des pro- 
priétés du milieu, de la géométrie de la zone active, des conditions 
aux surfaces qui la délimitent, et en première approximation, de la 
valeur moyenne volumique du gain [32]. En régime stationnaire, le 
gain est déterminé par la valeur des pertes du résonateur. Après 
avoir calculé y on peut évaluer également l'efficacité de la transfor- 
mation de l'énergie dans le résonateur: X = (1 — yp,) (1 — p;), 
où p, est la part des processus de désintégration spontanée, calculée 
sans tenir compte de la superradiance ; p, conserve la valeur précé- 
dente définie par la formule (38). 

La part des processus de désintégration spontanée augmente 
également dans le cas de l’élargissement inhomogène de la raie de 
la transition opératoire, même si la superradiance est négligeable. 
La figure 1.21 montre comment cela se produit sur l'exemple d’une 
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génération multimode dans un milieu à quatre niveaux, le niveau 
opératoire inférieur étant vide. Dans ce milieu, le contour des raies 
de luminescence et d'amplification coïncident, ce qui rend l’exa- 
men plus suggestif. 

La figure 1.21, a correspond au cas de l'élargissement homogène 
de la raie, et la figure 1.21, b, de l'élargissement inhomogène. Les 


Fig. 1.21. Influence de l'allure de l'élargissement de la raie de transition opé- 
ratoire sur l'efficacité de la transformation de l'énergie dans un résonateur laser. 


courbes Z décrivent la relation spectrale du gain (et de l’intensité 
de luminescence) lorsque le milieu est excité en l’absence du résona- 
teur et de la génération; au maximum de la raie le gain atteint X£. 
Les courbes ZI décrivent les relations spectrales des mêmes gran- 
deurs en présence d’une génération stationnaire : pour les fréquences 
des oscillations produites, la valeur du gain moyen suivant le volume 
k, diminue jusqu’à o, + 1n (1/R')/21 (cf. (36)). 

On dit élargissement homogène quand chaque atome possède les 
mêmes forme et position de la raie d'amplification (et de luminescen- 
ce), qui coïncident avec celles de la raie résultante de l’ensemble des 
atomes. Dans ce cas toute modification du nombre d’atomes excités 
entraîne la variation proportionnelle de la hauteur du diagramme 
correspondant, alors que sa forme reste toujours invariable. Lorsque 
l'élargissement est homogène, même une génération multimode se 
produit dans la bande de fréquences étroite près du maximum de la 
raie ($ 2. 4) ; c'est là précisément que le gain devient égal à la valeur 
seuil de k5 mentionnée pour laquelle la génération est stationnaire. 
La auteur du diagramme diminue proportionnellement à k. JK£ avec 
conservation de sa forme précédente (courbe 7] de la figure 4. A, a). 
Le nombre d'actes de luminescence intégré par rapport à la fréquence 
étant proportionnel à l'aire sous la courbe correspondante, diminue 
donc sous le même rapport ; finalement, ceci amène justement (39). 
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Lors d’un élargissement inhomogène les différents atomes ampli- 
fient à des fréquences différentes, et de ce fait ils sont « responsa- 
bles » des secteurs différents de la bande d'amplification globale. La 
forme de cette bande n’est déjà plus invariable, elle dépend de la 
répartition des atomes excités suivant les fréquences. Dans ce cas les 
oscillations s’établissent suivant toute la bande des fréquences dé- 
limitée sur la figure 1.21, b par des flèches, à l’intérieur de laquelle 
le gain du signal faible dépasse la valeur seuil: Le contour de la 
bande d'amplification (et de luminescence) prend alors la forme de 
la courbe 77 de la même figure. L’aire sous la courbe donnée, et par 
suite le nombre de transitions spontanées, s'avère 1,5 à 2 fois plus 
grand que dans le cas de l'élargissement homogène ; p, devient autant 
de fois plus grand. 

De la sorte, si en présence de l'élargissement inhomogène de la 
raie ou d’une forte superradiance on choisit R” conformément à (37), 
la part de la puissance de génération, perdue par transitions sponta- 
nées, s'avère plus grande que celle, perdue par absorption inactive 
(rappelons qu'un tel choix de À” assurait l'égalité de p, et p:, sans 
faire intervenir les facteurs indiqués ci-dessus qui augmentent p.). 
Dans ce cas il faut retenir R’ quelque peu plus grand, en rappro- 
chant ainsi p, et p,, ce qui entraîne l’augmentation de X 

Ces exemples ne mériteraient peut-être pas d’être examinés de 
si près si seulement les résultats obtenus convenaient pour décrire 
le régime de génération stationnaire authentique. Un tel régime est 
très rare dans la pratique : même si la qualité ne varie pas, l’inten- 
sité de la génération subit généralement des pulsations dans le 
temps. Qui plus est, l’un des régimes de génération des plus fré- 
quents est celui des « pics » du $ 1.3, lorsque le développement tem- 
porel de l'intensité est une collection des impulsions isolées à dis- 
tribution chaotique ou « pics » de rayonnement, entre lesquels en 
général la génération ne se manifeste pas. Il n’est pas évident du 
tout qu’ on puisse utiliser les formules déduites pour évaluer un laser 
fonctionnant en ce régime ; cette question mérite d’être discutée à part. 

Quels changements peut entraïner le passage du régime station- 
naire au régime de « pics »? Il est clair que la part égale à p, du 
nombre général de photons de la génération, absorbés à l’intérieur 
du résonateur, doit rester la même: elle est déterminée simplement 
par le rapport des pertes « nocives » aux pertes globales. A première 
vue, le calcul du nombre de photons amenés pendant les « pics » 
dans le canal de génération semble plus compliqué; pourtant, si 
on prend la moyenne sur un grand intervalle de temps, on peut au 
lieu de ce calcul évaluer le nombre de transitions spontanées, opéra- 
tion qui ne présente pas de difficulté particulière. 

A tout instant le nombre de processus de désintégration spon- 
tanée est proportionnel à la valeur instantanée de l’inversion de 
population; en régime de «pics» cette dernière, naturellement, 
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subit des variations. Vers l’instant où le « pic » successif s'achève, 
elle baisse au-dessus du seuil de l’oscillation stationnaire, et cette 
dernière s’amortit. Dans les intervalles entre les « pics », sous l’effet 
du pompage continu, l’inversion de population croît monotonément 
jusqu’à ce qu’elle dépasse légèrement le seuil ; alors, le rayonnement 
de bruit donne naissance au « pic » successif, etc. De la sorte, la 
population inversée oscille autour du seuil ; l'amplitude des oscilla- 
tions est relativement peu grande, ce qui est rendu clair ne serait-ce 
que par le fait que les intervalles de temps entre les pics sont plutôt 
serrés, pendant un temps aussi bref l’augmentation de l’inversion 
de population ne peut pas être grande. La moyenne de l'inversion 
de population prise sur un grand intervalle de temps doit être d’au- 
tant plus proche du seuil; c’est pourquoi le nombre de processus 
spontanés reste à peu près le même qu’en régime stationnaire. 

L'analyse effectuée témoigne du fait que les limites d'application 
des formules du présent paragraphe sont beaucoup plus larges que 
cela pouvait paraître au début. En plus des avantages exposés elles 
peuvent être utilisées non seulement dans le cas de l’excitation con- 
tinue du milieu actif, mais aussi dans celui de l'excitation impul- 
sionnelle, si la montée de l'impulsion dépasse sensiblement la période 
de stabilisation des oscillations stationnaires dans le résonateur 
(ou l'intervalle de temps moyen entre les « pics »). Il faut seulement 
en calculant l'énergie de sortie rejeter les secteurs initial et terminal 
de l'impulsion de pompage, où la génération n’a pas lieu (au début, 
tant que l’inversion de population n’a pas eu encore le temps d’attein- 
dre le niveau de seuil ; à la fin, lorsque l’intensité de pompage devient 
plus faible que le niveau de seuil). 

Les considérations et les estimations exposées illustrent assez 
bien le mécanisme d'interaction entre les paramètres du résonateur 
et les caractéristiques énergétiques du rayonnement laser. Cette 
analyse ne peut, certes, prétendre à être complète ; nous n'avons même 
pas évoqué le cas de l’usage très général, sice n’est pas le plus général, 
du régime monoimpulsionnel. Ceci est justifié par le fait que l’éner- 
gie du rayonnement d’un laser monoimpulsionnel dépend bien moins 
du choix des paramètres du résonateur que du type et des caracté- 
ristiques de l’obturateur, des mesures prises contre la superradian- 
ce au stade d’accumulation de l’inversion de population, etc. 

Dans ce qui suit nous examinerons encore les caractéristiques 
énergétiques des lasers à résonateurs instables. Le caractère particu- 
lier de l’analyse consiste alors dans le fait que dans un résonateur 
instable les flux de rayonnement qui se déplacent vers le miroir de 
sortie et dans le sens inverse remplissent de façon différente le volu- 
me dans lequel est confiné le milieu actif ; de plus, un rôle particulier 
acquiert la région adhérente à l’axe du résonateur. Nous examinerons 
séparément le cas important du laser à milieu se déplaçant dans le 
sens perpendiculaire à l’axe du résonateur ($ 4.2). 
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CHAPITRE 2 


DIVERGENCE DU RAYONNEMENT DES LASERS 
À RÉSONATEURS STABLES ET PLANS 


$ 2.1. Types d’oscillations des résonateurs stables 


Les caractéristiques spatiales du rayonnement laser sont détermi- 
nées pour beaucoup par la structure de mode du résonateur employé, 
que nous allons étudier à partir du cas le plus simple. 

Fonctions propres et fréquences propres d’un résonateur stable 
à miroirs infinis. Comme nous l’avons déjà dit au $ 1.2, on nomme 
stables les résonateurs dont les éléments de la matrice de transfert 
vérifient la relation ABCD << 0. L’équation intégrale de l'amplitude 
complexe du champ sur l’un des miroirs d’un tel résonateur peut 
s’obtenir directement de (1.24): 


KL 
vu (es, v)= SRE (Dexp {EE I(AD + BC)x 


X (+ VS + z + y?) —2 (xx + yy")] } u(z", y’) dz° dy”. 


En résolvant cette équation dans les limites infinies par la méthode 
de séparation des variables et en tenant compte de la relation entre 
les coefficients de l'équation (1.17), on obtient le système suivant 
des fonctions propres: 


Urn (T; y) = Um (x) Un (y); 
u,(t)= H,(2t/w) exp (—t?/w?), (1) 


où H}(v) = (—1); exp{ F) SL exp — Le sont les polynômes d’Her- 


2 
mite; w= (M/n)!/2 (—AB/CD)"4. 

Les diagrammes de quelques z, (v) sont donnés par la figure 2.1. 
Toutes les fonctions sont réelles et, sauf la première (j = 0), de 
signes alternés possédant chacune j zéros. La distance moyenne entre 
les maximums voisins des fonctions diminue lentement avec la 
croissance de j. La largeur du domaine dans lequel le rayonnement 
possède une intensité perceptible croît aussi lentement ; à la fron- 
tière de ce domaine u; diminue brusquement. Il faut encore noter 
que dans les fonctions d'ordres élevés, l’amplitude crête à crête chan- 
ge peu suivant la section du faisceau, en augmentant lentement 
vers sa périphérie. L’enveloppe de ces oscillations (courbe en poin- 
tillé de la figure 2.1, d) possède une forme particulière en « col ». 
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Aux fonctions propres (1) correspond leur système à elles des 
valeurs propres de l'équation de y, d’après lesquelles on calcule 
également sans peine suivant le procédé déjà connu ($ 1.3) les fré- 
quences propres des oscillations ©, : 


Omn —= 3. (2x9 + din); (2) 


OÙ Ômn = (M + nr + 1) arccos V AD ; le signe de la racine est défini 
par le signe de AB de façon que pour AB >>0, la valeur de l’arccos 


Up L> 
-2 -1 17 Z1t/v ne | 1 2 t/w 
&) c) 


Fig. 2.1. Forme des fonctions propres (1) d'un résonateur stable à miroirs infinis. 
Les cas a), b}, c), d) correspondent à j = 0, 1, 2, 12 respectivement. 


repose dans les limites de O0 à <+:x/2, et pour AB < 0, de + n/2 
à +7. 

Si la même équation intégrale s'écrit non pas dans un système 
cartésien, mais en coordonnées cylindriques, et si pour la résoudre 
on applique la méthode de séparation des variables sous la forme 
u (r, p) = u (r) cos lp, on aboutit au système suivant des fonctions 
propres et des fréquences propres 


uhi(r, @) — (r/w)! L, (2r2/w?) exp (—r°/w?) cos Lo, (3) 
Opt = 774 (219 + ôpt). (4) 
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où Li, (v) = v-! exp (v) _ [exp (—v) wP*!] sont les polynômes 


généralisés de Laguerre; ôn = (2p + i + 1) arccos V AD; le 
paramètre w conserve sa valeur antérieure (A/x)!/2 (—AB/CD)"4. 

La forme des fonctions radiales u (r) rappelle dans une certaine 
mesure celle des fonctions visualisées par le figure 2.1. En particu- 
lier, u, (r) possède p racines ; avec L =£ 0 on ajoute encore une racine 
en r = 0; avec la croissance de l'indice radial p, le domaine de l’in- 
tensité perceptible se déplace dans le sens des plus grands 7, etc. 
Une tres bonne idée de la structure des faisceaux décrits par la 
formule (3) est donnée par la figure 2.2 tirée de [33]. 

L'ambiguïté du choix des systèmes de fonctions propres, d’une 
part, et la ressemblance du comportement de ces fonctions, de l’autre, 
ont une origine commune. C’est que toutes les fonctions du système 
(1), à l'exception de la fonction inférieure (m = n = 0), sont dégé- 
nérées un nombre infini de fois; cela signifie qu'il existe autant de 
fonctions différentes de même fréquence propre que l’on veut. En ef- 
fet, non seulement on observe la coïncidence des fréquences des 
oscillations à combinaisons différentes des indices transversaux, leur 
somme m + n étant la même (cf. (2)), mais on peut encore tourner 
comme on veut les axes des x et des y autour de l’axe du résonateur. 
Jl en est de même pour les fonctions du système (3): ce sont non 
seulement les oscillations à 2p + ! égaux (cf. (4)), qui ont la même 
fréquence, mais aussi celles qui se distinguent simplement par l’ori- 
gine de l’angle azimutal. ° 

La superposition d’un nombre quelconque d'oscillations propres 
de mêmes fréquences complexes (dans notre cas l’amortissement ne 
se manifeste pas et les fréquences sont réelles) décrit un processus 
strictement périodique de même fréquence, c'est-à-dire est égale- 
ment une oscillation propre. De cette façon, lorsque les fonctions 
propres sont dégénérées. elles peuvent être combinées arbitraire- 
ment, d’où l’ambiguité du choix des systèmes de ces fonctions. Lors- 
qu'on le désire, on peut trouver la façon suivant laquelle les fonc- 
tions de la forme (1) doivent être combinées pour fournir (3) et 
inversement. 

Structure spatiale des fonctions propres. Pour comprendre le 
sens des solutions obtenues, il faut examiner les lois de propaga- 
tion des faisceaux lumineux qui correspondent à ces solutions. 
Puisque les fonctions propres (1) et (3) sont réelles, les miroirs pré- 
sentent des surfaces équiphases et, par conséquent, dans leur voisi- 
nage les fronts d'onde des faisceaux sont sphériques. Les fonctions 
inférieures des systèmes (1) (m = r — 0) et (3) (p = ! = 0) coin- 
cident : c’est le faisceau gaussien déjà connu; son rayon transversal, 
dont la définition est donnée au $ 1.1, est égal à w. Pour d’autres 
faisceaux, la dimension efficace de la tache, comme le montre la 
figure 2.1, dépasse w, et d'autant plus que leurs indices transversaux 
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sont plus grands ; nous les désignerons donc par w et, dans le cas géné- 
ral, appellerons non pas rayon du faisceau, mais paramètre linéaire 
de répartition. 

Le principe de Huygens-Fresnel (1.2) permet d'établir que tous 
les faisceaux décrits par les formules (1), (3) sont régis par les mêmes 


Fig. 2.2. Configuration des champs des types des oscillations propres du réso- 

nateur stable, décrits par la formule (3). Suivant les lignes continues fermées 

l'amplitude vaut 0,2, 0,5, et 0,8 de la valeur maximale; suivant les lignes en 

pointillé elle est nulle ; la ligne mixte délimite le domaine qui contient 86,5% 
du flux de rayonnement général. 


lois de propagation que le faisceau gaussien. Pour chacun des fais- 
ceaux de ce genre, la forme initiale de la répartition de l’amplitude 
se reproduit à une distance quelconque de la source ; le front d’onde 
reste sphérique ; il n’y a que le rayon de courbure du front d'onde p 
et le paramètre w qui changent, et ceci de la même façon pour tous 
les faisceaux, conformément aux formules (1.11), (1.12). Ainsi, la 
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figure 1.7 peut être rapportée dans la même mesure à un faisceau 
quelconque des familles (4) et (3), à cette différence près que l'allure 
de la répartition, dont l’échelle est donnée par w, est la sienne pour 
chaque faisceau. 

Puisque sur le miroir de sortie p et w sont les mêmes pour tous 
les faisceaux, ils coïncident également sur toute la longueur du 
résonateur. La figure 2.3 visualise encore une fois la loi d'évolution 
de w pour une telle famille de faisceaux. C’est exactement de la même 


T- 
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Ù SE 
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Fig. 2.3. Evolution du paramètre linéaire w de la répartition des faisceaux 
de la forme (1), (3). 


facon que change toute autre dimension caractéristique de la sec- 
tion de chaque faisceau, et en particulier, les dimensions transversa- 
les du domaine de grandes intensités, hors duquel l'intensité du champ 
décroît exponentiellement. Pour les faisceaux de la forme (1) ce 
domaine est d’une section rectangulaire, pour ceux de la forme (3) 
elle est circulaire. Les surfaces qui délimitent les domaines de ce 
type s'appellent caustiques. Le volume délimité par la caustique 
croît naturellement avec les indices transversaux du mode. A titre 
d'exemple, le pointillé de la figure 2.3 représente la caustique d’un 
faisceau dont la répartition du champ dans le sens perpendiculaire 
à l’axe reposant dans le plan de la figure est décrite par la fonction 
u; à j — 12 (fig. 2.1, d). Cette même figure 2.3 visualise par des 
pointillés les surfaces équiphases communes à tous les faisceaux de 
la famille ; le nombre de ces surfaces est infini. En plaçant au droit 
de deux quelconques de ces surfaces des miroirs sphériques de mêmes 
rayons de courbure, on obtient un résonateur vide stable, qui a com- 
me solutions tous les faisceaux de la famille donnée. En associant 
à l’aide de (1.11), (1.12) les paramètres du résonateur et de la famille 
des faisceaux, on peut obtenir l'expression suivante du paramètre de 
répartition linéaire sur le miroir de droite du résonateur 

= ( Rs i R;—l l 

2 x Ra—1 Ri+Ro—l, 

(toutes les notations ont été déja employées). Cette expression est 
un Cas particulier de la relation plus générale w, = (A/x)!/? x 
X (—AB/CD)"4. Sur le miroir de gauche le paramètre w, 
est déterminé par les mêmes formules, dans lesquelles il faut seule- 
ment changer de place À, et R,, ou, dans le cas général, À et D : w, — 
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= (A/x)!/2 (—BD/AC)/3: on en tire que ww, = (k/n) V —BIC. 

Enfin, le même principe de Huygens-Fresnel conduit aux rela- 
tions suivantes du retard de phase AY qui s’accumule, du fait que 
la vitesse de phase est supérieure à la vitesse de la lumière (cf. $ 1.3) 
sur le chemin d'une longueur z à partir du « col »: 


pour les faisceaux du type (1): AFY—(m+n+1) arctg (Az/nwi); 
pour les faisceaux du type (3): AW= (2p+ 1+ 1) arctg (Az/nui). 


Ici, tout comme dans (1.11) et (1.12), w, est le paramètre linéaire 
au droit du « col ». Si on calcule à l’aide de ces relations la valeur de 
la correction de phase d’un résonateur vide à deux miroirs, on aboutit 
encore aux formules qui sont un cas particulier des relations plus 
générales (2) et (4). Comme nous l’avons déjà noté au $ 1.3, la correc- 
tion de phase s’avère d'autant plus grande, que la dimension carac- 
téristique de la structure transversale du faisceau est plus petite. 
Dans le cas donné, avec la croissance des indices transversaux les 
distances entre les maximums voisins des répartitions des amplitu- 
des diminuent (cf. fig. 2.1), alors que la correction de phase croît 
d’une façon correspondante. 

Pour observer à l’intérieur d’un résonateur arbitraire le compor- 
tement d’un faisceau gaussien, et avec lui, des faisceaux plus com- 
pliqués de la forme (1), (3), on peut faire appel à l’astuce suivante. 
L'’amplitude complexe du faisceau gaussien sur un plan d’appui arbi- 
traire est égale |à exp | TE] exp Ë (2x2 + ÿ°) | (cf. $ 1.1). 


w? 


On peut la mettre sous la même forme exp LS (z2 + °) |, que celle 


de l’amplitude complexe d’une onde sphérique ordinaire à réparti- 
tion régulière de l'intensité. A cet effet il suffit d'introduire le rayon 


de courbure complexe p, en le calculant à l’aide des relations 


ik ik 1 1 1 iÀ 
2p 2p w® p p Jup=° 


€ Cette forme d'écriture n'aurait certes aucun intérêt si les lois 


de transformation de p dans les systèmes optiques ne coïncidaient 
pas exactement avec les lois de transformation des rayons de cour- 
bure des ondes sphériques habituelles. En effet, lorsqu'un faisceau 
quelconque passe par une lentille à distance focale f, son amplitude 
complexe s’avère multipliée par exp [—(ik/2f) (x2 + y?)] (cf. $ 1.1). 
Dans ce cas, à la valeur 1/p s'ajoute —1/f; la courbure des ondes 
sphériques ordinaires se transforme de la même façon. A l’aide de 
(1.11), (1.12) on peut également voir qu'après le parcours de la dis- 


tance z dans l’espace vide, z vient s'ajouter à p tout comme au 
rayon de courbure de l’onde ordinaire. De la sorte, p vérifie toutes 
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les relations qui peuvent se déduire à l’aide de l’optique géométrique: 
en particulier, la loi de transformation de p dans un système optique 
arbitraire est de la forme (8 1.2) p. = (4p, + B)/(Cp, + D). On en 
tire notamment que l’équation (1.21) et sa solution (1.22) conservent 
leur sens avec ABCD << 0 également. Les rayons de courbure s’avè. 


rent dans ce cas pure ent imaginaires et égaux à +i V —AB/CD. 
La répartition de l'amplitude des ondes à de tels rayons de courbure 
est la suivante: 


Lu (2, y) se exp [(k/2p") (2°+ÿ°)1= exp [+ (n/à) V —CDIAB (2+y5). 


L'amplitude d’une des ondes croît indéfiniment avec l'éloignement 
de l’axe; cette onde ne nous intéresse pas. Quant à la deuxième onde, 
elle constitue un faisceau gaussien de rayon w = (À/x)/2(—AB/CD)V"4. 
Puisque la répartition de l’amplitude ne comporte pas de facteur de 
phase, les miroirs du résonateur équivalent et, par suite, du résona- 
teur initial sont des surfaces équiphases ; ainsi, nous avons abouti 
à la solution déjà connue. 

L'introduction d’un rayon de courbure complexe permet d’ob- 
server sans peine les variations du paramètre du faisceau gaussien 
(et des faisceaux quelconques du type (1), (3)) sur toute la longueur 
du résonateur arbitraire. Pour simplifier au maximum cette procé- 
dure, des abaques ou « cartes » spéciaux ont été composés ; le lecteur 
désireux d’en prendre connaissance n’a que de consulter les ouvrages 
[12, 131; quant à nous, nous allons examiner ce qui se produit à l’ex- 
térieur du résonateur. 

Dans le cas des résonateurs stables, le rayonnement est éjecté le 
plus souvent par le miroir de sortie partiellement transparent. Com- 
me l’a montré le $ 1.3, la structure transversale des oscillations pro- 
pres ne dépend pas du coefficient de réflexion du miroir de sortie 
qui peut être égal à l'unité ou en être différent (pourvu qu’il soit 
le même sur toute la surface). C’est pourquoi un miroir de sortie 
semi-transparent d’une dimension transversale grande à l'avance 
produit des faisceaux à amplitude de forme (1), (3) tels que ce miroir 
est pour eux une surface équiphase. 

La répartition de l’amplitude dans la zone éloignée d’un faisceau 
gaussien à rayon de courbure du front d’onde À, a également la 
forme de la fonction de Gauss à rayon angulaire $ = 


= V (wIR.ÿ + (NWnwÿ? ($ 1.1). Puisque les faisceaux de la forme 


(1), (3) se comportent d’une façon analogue au faisceau gaussien, 
pour tous ces faisceaux la répartition de l'amplitude dans la zone 
éloignée est décrite par les mêmes formules (1), (3) dans lesquelles x, 
y et r sont remplacés par les angles d'incidence a,, «&, et « — 


= Va + ai, et le paramètre de répartition linéaire w, par le 
paramètre angulaire f$. 
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Le premier terme”du radicande de l'expression de 6 est d’une 
origine .« géométrique », le deuxième, d'une origine « diffractive » 
(cf. $ 1.1). Dans les résonateurs stables, le terme géométrique ne 
joue pas un rôle de principe, puisqu'il peut être annulé sans diffi- 
culté. À cet effet il suffit de placer dès après le miroir de sortie une 
lentille à f = R, ; elle transforme en fronts plans les fronts d'onde 
sphériques de tous les faisceaux ; le paramètre angulaire général f 
diminue alors jusqu’à la valeur 6, = À/xw, la divergence du rayon- 
nement diminue également d’une façon correspondante. Dans ce 
qui suit nous admettrons toujours que cette mesure des plus simples 
de réduction de la divergence du rayonnement à la sortie d’un réso- 
nateur stable est prise et que la divergence géométrique est absente. 
A ce propos il faut faire la remarque suivante. La divergence géo- 
métrique ne peut être éliminée aussi facilement que parce que le 
miroir de sortie d’un résonateur stable est une surface équiphase 
sphérique bien marquée et commune pour tous les faisceaux. La 
position de cette surface équiphase reste fixée même si à l’intérieur 
du résonateur il*se forme une « lentille » thermique ou apparaît 
une autre perturbation de ce type, pourvu que dans ces conditions 
le résonateur reste toujours « stable ». Malheureusement, cette pro- 
priété est à peu près l'unique avantage des résonateurs stables du 
point de vue de la divergence du rayonnement : dans le cas de grandes 
ouvertures le flux fourni par ces résonateurs est composé des modes 
d'ordre élevé auxquels correspond une divergence diffractive très 
grande ($ 2.4). Quant aux résonateurs qui assurent une petite diver- 
gence diffractive et s’emploient réellement dans les lasers à ouverture 
suffisamment grande, leurs miroirs ne sont déjà plus des surfaces 
équiphases ; la forme du front d'onde du rayonnement généré se 
distingue généralement d’une façon perceptible de la sphère par- 
faite, et ce qui est encore pire, elle change souvent dans le temps. 
Dans ces conditions, l’élimination de la divergence « géométrique » 
devient d’une part extrêmement difficile, et de l’autre, acquiert 
une importance capitale. Nous exposerons dans le dernier chapitre 
de notre ouvrage les méthodes permettant de réaliser cette élimina- 
tion. 

Pour ce qui est de la divergence diffractive 1 d’un quelconque 
des faisceaux (1), (3), on peut obtenir pour elle une formule très 
utile, si on utilise le fait que le rapport entre la dimension angulaire 
de la tache dans la zone éloignée et le paramètre angulaire B,, est 
égal à leur rapport dans la zone rapprochée. On en tire la relation 


p=V —CD/AB®, (5) 


où ® est la dimension de la tache dans la zone rapprochée (sur le 
miroir de sortie). 

Observons maintenant comment changent les dimensions des. 
faisceaux dans les zones rapprochée et éloignée lors de la variation 
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des paramètres du résonateur stable. A titre d'exemple considérons 
un résonateur vide à deux miroirs symétrique à À, = R,= R, qui 
est «stable» avec R > 1/2; nous admettrons que la distance ! 
entre les miroirs est fixée. 

Pour un résonateur à deux miroirs symétrique —AB/CD = 
— RU (R — D)/I(2R — D) (R — Di. Avec R 5 L le résonateur est 
proche du résonateur plan (—A4B/CD = RI/2). Lorsque R est grand, 


? 


a) 


5 d) 


Fig. 2.4. Oscillations propres des résonateurs stables : a) b) résonateurs à taches 

de mêmes dimensions sur les miroirs: a) résonateur à 1/2 < R < 1; b) réso- 

nateur à R >1; c), d) résonateurs confocaux: c) deux faisceaux différents 

dans un résonateur à miroirs infinis; d) forme des oscillations du résonateur 
à miroirs de dimensions finies. 


les dimensions des sections de tous les faisceaux dans la zone rap- 
prochée sont relativement grandes elles aussi: w Æ (A2R1/27°}/1. 
Le paramètre angulaire de la répartition dans la zone éloignée 
Bo Æ (242/r°RI)"/$ est respectivement petit. A mesure que R diminue 
et le résonateur s'approche d’un résonateur confocal (R = [), 
—AB/CD diminue en tendant vers 2; w diminue également en 
s'approchant de V Al/x; le paramètre angulaire B, croît et tend vers 
V Val. 

Le comportement des dimensions des faisceaux est absolument 
le même si R s’approche de L de l’autre côté: avec R > 1,2, c'est- 
à-dire lorsque le résonateur est « stable » mais proche du résonateur 
concentrique, w est grand et f, est petit. À mesure que R croit et 
tend vers {, le paramètre w —- VU. Bo — Vin. De la sorte, les 
dimensions des faisceaux des résonateurs à [/2< R<let R> 1 
passent par les mêmes valeurs; les figures 2.4, a, b expliquent pour- 
quoi il en est ainsi. 

Le résonateur confocal symétrique présente une particularité 
parmi les autres: pour RÀ = 1, la valeur du rapport —4B/CD devient 
indéfinie et de ce fait les sections des faisceaux peuvent avoir sur 
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le miroir de sortie des dimensions transversales quelconques. Il 
s'avère qu’il n’y a de fixé que le produit des paramètres linéaires 
w, et w, sur les miroirs gauche et droit: ww, = An (fig. 2.4, c), 
Il faut noter que le produit donné est d’une valeur plus grande non 
seulement pour les résonateurs symétriques examinés ci-dessus, mais 
aussi pour les résonateurs stables à deux miroirs quelconques. En 
effet, dans le cas général 


à For EE 
W=—7 |] CR V URittüRa=URiRs 8 Vie.” 


OÙ £g1,2 = 1 — l'R;,,,; rappelons que seulement dans un résonateur 
confocal symétrique g,ge = 0, pour les autres résonateurs stables 
0 g,g2< 1. La discussion ultérieure montrera que ce sont précisé- 
ment ces particularités qui rendent les pertes par diffraction du réso- 
nateur confocal symétrique les plus petites possibles par rapport à 
celles de tous les résonateurs vides à deux miroirs à dimensions trans- 
versales des miroirs et distance entre ces miroirs données. 

Résonateurs stables à miroirs de dimensions finies. Si l’on tient 
compte des dimensions finies des miroirs, on supprime dans une 
grande mesure la dégénéréscence des fonctions propres; l'e arbitrai- 
re » dans leur choix disparaît lui aussi : dans le cas des miroirs rec- 
tangulaires les fonctions ne sont que de la forme (1), et dans celui 
des miroirs ronds, de la forme (3). La forme de la fonction subit cer- 
taines modifications, les surfaces équiphases de tous les résonateurs, 
sauf celles du résonateur confocal symétrique, cessent de coïncider 
exactement avec les surfaces des miroirs terminaux. Le spectre des 
valeurs propres subit également une reconstruction. Les fréquences 
deviennent complexes: des pertes par diffraction apparaissent et, 
avec elles, l’amortissement des oscillations propres. Cette recons- 
truction porte à de degrés différents sur divers types d'oscillations : 
l’échelle et l'allure des modifications sont déterminées en premier 
lieu par le rapport entre les dimensions transversales des miroirs 
et les dimensions du domaine couvert par la caustique du mode 
considéré. 

Dans les modes dont la largeur de la caustique le cède sensiblement 
à celle des miroirs, la répartition du champ est pratiquement la même 
que dans le cas des miroirs infinis. Dans ce cas, les pertes par diffrac- 
tion des résonateurs pas trop proches du résonateur confocal peuvent 
être obtenues directement à l’aide des formules (1),( 3): il suffit de 
calculer quelle fraction du flux du rayonnement général revient aux 
« queues » des répartitions qui s’avèrent hors des limites des miroirs. 
Puisqu'au-delà de la caustique le champ faiblit brusquement, à me- 
sure que les dimensions des miroirs et de la caustique se rapprochent, 
les pertes augmentent rapidement tout en restant très petites en 
valeur absolue. Il s'ensuit que, les autres conditions étant égales, les 
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pertes des modes d’un ordre plus élevé sont plus grandes: les causti- 
ques de ces modes sont plus larges. 

Si le résonateur est asymétrique, la contribution principale à la 
valeur des pertes globales est apportée par la réflexion sur celui 
des miroirs dont les dimensions sont plus proches des dimensions 
de la caustique correspondante. Ceci se rapporte à tous les résona- 
teurs stables, sauf le résonateur confocal à R, = R, = l: dans 
ce dernier ce ne sont pas les dimensions des taches sur chacun des 
miroirs qui sont fixées, mais seulement la valeur de leur produit; 
il en résulte que sur les miroirs terminaux ces dimensions se redistri- 
buent proportionnellement aux dimensions des miroirs (cf. fig. 2.4, d). 
Ï1 s'ensuit que la contribution à la valeur des pertes par diffraction 
est petite et la même pour les deux miroirs; les pertes globales s’avè- 
rent bien plus petites qu'elles le seraient dans le cas de tout autre 
rapport entre les dimensions des taches sur les miroirs. Si on tient 
encore compte que le produit lui-même des dimensions des taches 
est minimal précisément pour le résonateur du type donné, il devient 
clair pourquoi ses pertes par diffraction battent les records de peti- 
tesse. 

Fixons maintenant la géométrie du résonateur pour passer de proche 
en proche aux modes à indices transversaux de plus en plus grands. 
Dans ces conditions la caustique doit atteindre tôt ou tard le bord 
de l’un ou des deux miroirs. Dès ce moment il est impossible de 
négliger l'influence des effets de bord sur la structure de mode, 
et les formules (1) à (5) déduites à l’approximation des miroirs infi- 
nis deviennent inapplicables. Néanmoins, il existe quand même 
des types d’oscillations d’un ordre encore plus élevé; leur clas- 
sification peut toujours se baser sur le nombre de zéros de la répar- 
tition suivant les directions correspondantes. 

Pour comprendre l’allure des modifications de la structure modale 
sous l’action des effets sur les bords, le mieux est de suivre de près 
la variation du comportement d’un type d’oscillations concret à me- 
sure qu'on approche un résonateur stable d’un résonateur plan (ou 
concentrique). Pour réaliser cette analyse on peut procéder par la 
méthode de Veinstein; les lecteurs désireux de faire connaissance 
de l’aspect mathématique de la question n’ont qu'à consulter [34]; 
quant à nous, nous ne ferons qu'esquisser l'allure qualitative des 
phénomènes. Nous le ferons sur l’exemple d’un résonateur totale- 
ment symétrique composé de deux miroirs à R, = R, > let de 
mêmes dimensions transversales. Admettons que les dimensions 
données et la distance entre les miroirs L sont fixées ; choisissons la 
courbure initiale des miroirs si grande que la largeur de la caustique 
du type des oscillations qui nous intéresse soit bien inférieure à la 
largeur des miroirs (fig. 2.5, a). Maintenant, diminuons lentement 
la courbure des miroirs. Nous savons déjà qu’à mesure qu’un résona- 
teur devient plus plan, le paramètre linéaire w, et avec ce dernier 
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la section transversale du faisceau, augmentent. Ce processus se 
poursuit tant que le faisceau ne commence à couvrir tout le miroir 
(fig. 2.5, b). Une diminution ultérieure de la courbure entraîne 
déjà d’autres ; conséquences: la section du faisceau ne varie presque 
pas, seuls les maximums de répartition deviennent de plus en plus 
équidistants, et leurs hauteurs 
s'égalisent : on observe le pas- 
sage progressif au type d’oscil- 
lations qui correspondent au 
résonateur plan (cf. fig. 2.5, c). 

Tout ce qui vient d’être dit 
peut être interprété de la façon 
suivante. Pour la structure 
« auto-entretenue » (du type 
(4) et (3)) donnée du faisceau 
lumineux les dimensions de sa 
section dans un résonateur à 
miroirs suffisamment grands 
(fig. 2.5, a) sont choisies de 
façon qu’un équilibre dynami- 
que s'établit entre les proces- 
sus de l'élargissement du fai- 
sceau sous l'effet de la diver- 
gence par diffraction et de sa 
focalisation lors delaréflexion Fig. 2.5. Evolution des oscillations pro- 
sur les miroirs concavestermi- Pres.lors du passage du résonateur stable 
naux. Lorsque la courbure des symétrique à dimension transversale des 


se Lee : miroirs égale à 2a au résonateur plan: 
miroirs diminue, leur action a) résonateur stable ; b) résonateur stable 


focalisatrice faiblit, et l’état à miroirs de moindre courbure; c) réso- 
d'équilibre se déplace du côté nateur plan. 

de plus grandes sections, 

auxquelles correspond une plus petite divergence par diffrac- 
tion. Le processus se poursuit ainsi jusqu'à l’instant représenté sur 
la figure 2.5, b. Par la suite, bien que la focalisation diminue sous 
l'effet de la modification de la courbure des miroirs, la section du 
faisceau cesse de croître et la divergence par diffraction ne change 
presque plus. La seule explication qui peut être donnée à ce fait est 
l'intervention d’un nouveau facteur qui s'oppose à l'élargissement 
du faisceau lumineux; ce facteur est la diffraction par les bords. 
À mesure que le résonateur devient de plus en plus plan, le champ 
au bord des miroirs devient quelque peu plus intense et avec lui aug- 
mente le rôle de la diffraction par les bords. Enfin, dans un réso- 
nateur plan, la diffraction par les bords reste la cause unique de ce 
que le faisceau « ne s'échappe pas » du système et que les pertes ne 
sont pas tellement grandes. En empruntant la terminologie à Veins- 
tein, on peut dire que dans un résonateur plan le champ n'est pas 
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Fig. 2.6. Rapport entre les pertes des deux modes inférieurs d’un résonateur 
symétrique à miroirs ronds et le nombre de Fresnel N pour différentes valeurs 
de | g | (la valeur des pertes est rapportée à l'une des traversées du résonateur). 


fixé par la caustique, comme dans les résonateurs stables, mais par 
les bords des miroirs ($ 2.2). 

Le « confinement » du champ par la diffraction par les bords est 
pourtant moins efficace que dans le cas de la caustique; c'est pour- 
quoi en passant d’un résonateur confocal à un résonateur plan (ou 
concentrique) les pertes par diffraction de tous les modes augmentent 
monotonement. Ce fait est illustré par la figure 2.6 qui donne les 
relations entre les pertes des deux modes d'’oscillations inférieurs d’un 
résonateur symétrique à miroirs ronds et le nombre de Fresnel MN — 
— a?/\l (2a’est le diamètre des miroirs) pour de différentes valeurs de 
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| g | qui varient de zéro (résonateur confocal) à l’unité (résonateur 
plan ou concentrique). Nous terminons là la discussion sur les réso- 
nateurs stables. Indiquons seulement encore que des renseignements 
plus détaillés sur les résonateurs vides stables, y compris sur la 
valeur des pertes par diffraction, des corrections de phase détermi- 
nées par les dimensions finies des miroirs, etc., sont donnés par la 
monographie consacrée à la technique des ondes submillimétriques 
[33]. Ce n’est pas l’effet du hasard : les résonateurs de la gamme sub- 
millimétrique sont excités par des dipôles élémentaires ou à travers 
un trou dans l’un des miroirs; la qualité du système joue alors un 
rôle décisif et les résonateurs du type stable deviennent les plus im- 
portants. Lorsque la cavité du résonateur est remplie d'un milieu 
actif, comme c'est le cas de la gamme optique, la qualité initiale 
n'est pas si importante ($ 1.3) et les résonateurs stables perdent 
leur caractère exceptionnel. Qui plus est, on verra par la suite que 
les résonateurs stables ne conviennent pas du tout pour atteindre une 
petite divergence du rayonnement de sortie des lasers puissants; 
pour aboutir à cette conclusion les renseignements déjà fournis suf- 
fisent amplement. 


$ 2.2. Diffraction par les bords et types d’oscillations 
d’un résonateur plan vide 


Problème auxiliaire de la diffraction. Examinons la diffraction 
d’une onde plane par la structure périodique des écrans absorbeurs 
semi-infinis (fig. 2.7). La période de la structure est égale à ; 
la direction de propagation de l’onde incidente forme un petit angle 
a avec le plan P qui passe par les bords de tous les écrans. 

Construisons progressivement (à partir d’en bas, naturellement) 
la répartition des champs sur les plans d'appui, normaux à la direc- 
tion de propagation de l’onde et passant par les bords des écrans sui- 
vant la figure. A cet effet utilisons l’approximation de Fresnel (1.2a) 
pour le cas bidimensionnel qui nous intéresse : 


exp (ikz 1. (To — 11)? 
U (To) 2 {exp [ik En | u (zi) drs. 
Rappelons que z est ici la distance entre les plans de la source et 
d'observation; la différence x, — x, a le sens de la longueur de 
la projection du rayon vecteur qui relie les points d’observatoin 
et de la source, sur l’un quelconque de ces plans. 

Dans le problème considéré, la coordonnée transversale x est 
repérée comme c'est montré sur la figure, non pas à partir de la nor- 
male commune aux plans d’appui, mais à partir du bord de l'écran 
correspondant. De la sorte, lors du passage au plan suivant, l'origine 
se déplace dans le sens transversal de &l, et x, — zx, doit être remplacé 
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par x, — al — x,. La distance entre les surfaces d’appui est z — 
— l'cos a & l— la°/2. Ce n’est que dans le facteur de phase exp (ikz) 
changeant rapidement (cf. également $ 1.1) qu'on ne peut négliger 
le petit terme correctif la«°/2. Finalement, on obtient la formule 


2 


Fig. 2.7. Diffraction d'une onde plane par la structure périodique composée 
d'écrans: /{ — structure périodique composée d'écrans absorbeurs; 2 — onde 
plane initiale; 3 — onde réfléchie ; 4 — plans de référence. 


de récurrence suivante qui associe la répartition des champs sur deux 
plans d'appui voisins 


0 
Un+i (x) = EE | exp ik EEE | U, (x”) dx’. 


En introduisant la coordonnée sans dimension tT — V'k/i zetenomet- 
tant le facteur de phase exp [ikl (1 — «°/2), on amène la forme défi- 


nitive de la formule de récurrence des fonctions U(+t) = u(V l/kr): 
0 

Unn (= | explitr-"—s"/2jUn(r)dr", (6) 
2ir Ey 


où s= aV kl; là et dans ce qui suit » est le nombre d'écrans sur 
lesquels l’onde a déjà subi la diffraction. 
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Le plan de référence inférieur est une surface équiphase de l'onde 
plane initiale; de la sorte, U, = Cte. Dans la combinaison avec la 
formule (6) cela signifie que tout le système des fonctions U, (+) 
(et avec lui, toute la marche de la diffraction par la structure périodi- 
que) est bien définie par la valeur du paramètre s. Le cas qui pré- 
sente le plus d’intérêt est celui des angles d’incidence de l’onde plane 
a si petits que la condition s € { soit observée. 

La figure 2.8 matérialise les résultats des calculs numériques de 
l'intensité du rayonnement | U, (x) | sur quelques plans de réfé- 
rence pour s = 0,3. La fonction | U, (t)[° (fig. 2.8, a) est d’une forme 
bien connue en optique : elle décrit l’image de la diffraction de l’onde 
plane par le demi-plan (cf., par exemple, [6], fig. 8.37). La frontière 
de l’ombre géométrique se trouve en point t = s = 0,3; bien que le 
bord du deuxième écran (t =: 0) soit situé à gauche de ce point, près 
de ce bord, l’amplitude du champ ainsi que l'intensité du rayonne- 
ment sont quand même plus petites que dans le cas de l'onde ini- 
tiale. C’est pourquoi l'intensité est encore plus faible près du bord de 
l'écran successif (cf. fig. 2.8, b). Avec elle diminue également l’éner- 
gie du rayonnement qui revient à la région t > 0 et qui est absorbée 
sur l'écran (aire sous la courbe); là déjà elle s'avère plus petite 
qu’elle ne le devrait être en partant de l’optique géométrique (aire 
du rectangle). À mesure qu'on passe aux écrans suivants, l'énergie 
absorbée diminue toujours plus pour s'établir finalement à un niveau 
très bas. Il s'ensuit que grâce à la diffraction la structure périodique 
des écrans n’absorbe pas mais surtout diffuse le rayonnement inci- 
dent sous de petits angles. 

Dans la région t << 0 on observe alors une modulation profonde 
de l'intensité; la période de cette modulation croît progressivement 
en s’approchant d’une limite définie (fig. 2.8, c, d, e; sur le der- 
nier diagramme la répartition du champ s’est presque stabilisée, 
et lors du passage aux écrans ultérieurs les variations ne sont pas 
grandes). Ceci est un témoignage du fait que le rayonnement diffusé 
est le siège de formation d’une certaine onde discrète, dont l’inter- 
férence avec l’onde initiale conduit justement à la modulation de 
l'intensité; une grande profondeur de modulation indique que 
l'amplitude de cette onde est comparable à celle de l’onde initiale. 

Pour comprendre la structure du rayonnement diffusé on peut 
faire appel à la propriété connue de l'optique théorique de l’onde 
plane (ou sphérique) qui a subi la diffraction par un écran opaque. 
D'après cette propriété une telle onde peut être présentée sous la 
forme d’une somme de l’onde complètement absente dans le domaine 
de l'ombre géométrique et de ce fait non perturbée par la diffraction 
dans l’espace restant, et d’une onde dont la source imaginaire est le 
bord de l'écran (cf., par exemple, [6], $ 8.9). En effet, dans notre 
exemple, après des transformations peu compliquées, on peut abou- 
lir aux expressions suivantes du champ uv, produit par la diffraction 
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Fig. 2.8. Resultat de la diffraction d’une onde par les écrans absorbeurs dis- 
posés périodiquement, pour s = 0,3. 
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. ee Vin) F[V a/L\r— all], r<al, 
UT) = — — 
(uo/V'ix) FIV a/xl Iz— œl|], z > al, 


[se 


où u, est l’amplitude de l’onde plane initiale ; F (a) = | exp (it°) dt 


a 

(a > 0) l'intégrale de Fresnel. Pour l'intégrale de Fresnel on peut 
proposer l'expression approchée suivante qui donne une idée correcte 
du comportement de F (a) dans toute la marge des variations de 
l'argument: F (a) & {li/[2 (a + V i/x)l} exp (ia°). En portant cette 
expression dans les dernières formules de u, (x) on montre que dans 
la région de l’ombre géométrique le champ est de la forme 
A (x) exp [ik (x — al)*/21], où À (x) est la fonction des coordonnées 
à variation relativement lente. La comparaison avec les expresions 
des ondes sphériques du $ 1.1 montre que cette relation décrit une 
onde ylindrique qui diverge à partir du bord du premier écran. L’am- 
plitude de cette onde À (x) décroît avec l'éloignement du bord de l’om- 
bre géométrique; l’allure de cette décroissance est rendue claire 
aussi bien par l'expression donnée ci-dessus de l’intégrale de Fresnel, 
que par le diagramme supérieur de la figure 2.8. Dans la région 
x << al, en plus de l’onde cylindrique parfaitement analogue, il 
y a une onde plane non perturbée à amplitude initiale w,. C'est 
précisément l’interférence de l’onde plane avec l’onde cylindrique 
qui produit la modulation caractéristique de l'intensité, dont le taux 
diminue avec l'éloignement des bords de l'ombre, tout comme l’am- 
plitude de l’onde cylindrique. 

En subissant la diffraction par le deuxième écran, l’onde plane 
non perturbée produit une nouvelle onde cylindrique, dont la source 
fictive est déjà le bord du deuxième écran. En plus de l’onde cylin- 
drique, le champ résultant contient toujours l’onde plane non per- 
turbée dont la diffraction par l’écran suivant produit l’onde cylin- 
drique suivante, etc. 

Résumons: le champ du rayonnement diffusé par la diffraction 
par les bords est une superposition des ondes cylindriques dont les 
sources sont les bords de tous les écrans, et les amplitudes décroissent 
de la même façon à mesure que la direction du rayonnement s’écarte 
de la direction de l’onde plane initiale. L’interférence de nombreuses 
ondes cylindriques qui ont eu le temps de se déplacer assez loin de 
leur origine fait apparaître plusieurs directions discrètes dans lesquel- 
les les amplitudes de ces ondes s'ajoutent (tout à fait comme lors 
de l’éclairement d’un réseau de diffraction par une onde plane mono- 
chromatique ; cf. {6], $ 8.6). Les angles 6 que ces directions forment 
avec le plan P, satisfont à la condition évidente kl (1 — a°/2) — 
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— kl (1 — 02/2) = 2nn (8, K 1), ou 0% = &° + 2nA/I, n = 0, 1, 
2, ... Notons que ces formules peuvent s'obtenir directement de la 
relation connue de la théorie des réseaux de diffraction sin 0 — 
— sin 0, = —nÀ/d, où 6 et 6, sont les angles que composent les ondes 
incidente et réfléchie avec la normale au plan du réseau; d, la période 
du réseau (dans notre cas son rôle est rempli par L). Dans les direc- 
tions intermédiaires on observe l’« amortissement » interférentiel 
mutuel des ondes cylindriques. Pour ce qui est des ondes planes qui 
se propagent dans les directions dégagées et qui se forment par suite 
de l'addition interférentielle, l’intensité de la lumière diffusée 
diminuant rapidement avec la croissance de 6, dans le rayonnement 
diffusé domine l’onde à 0 minimal, cette onde est la « réflexion » 
spéculaire sur le plan P (8, = «). C'est sa présence qui provoque 
la modulation profonde de l'intensité de la répartition stabilisée 
du champ à période spatiale À/2& (en coordonnées sans dimension 
x/s). Les amplitudes des autres ondes sont sensiblement plus petites 
et leur modulation est de petite échelle. 

Tirons le bilan de la discussion de notre problème auxiliaire. 
Si l'angle d'incidence d’une onde plane sur la structure périodique 
d’écrans absorbeurs est suffisamment petit, la plus grande partie 
de l'énergie du rayonnement n'est pas absorbée, mais diffusée par la 
diffraction. Dans le rayonnement diffusé le rôle essentiel revient 
à l’onde « réfléchie » qui absorbe la plus grande part de l'intensité 
globale du rayonnement diffusé ; l'amplitude de l’onde plane réfléchie 
est donc comparable à l’amplitude de l'onde incidente initiale en 
s’approchant d'elle avec la décroissance de «. 

Réflexion sur l’extrémité ouverte d’un guide d’ondes. Oscilla- 
tions propres d’un résonateur composé de miroirs plans lamellaires 
ou rectangulaires. Les phénomènes décrits ci-dessus sont à la base 
du « confinement » par diffraction du champ à l’intérieur du réso- 
nateur, que nous avons mentionné au paragraphe précédent. En effet, 
examinons un guide d'ondes ouvert semi-infini composé de deux 
miroirs à réflexion totale placés à la distance ! l’un de l’autre 
(fig. 2.9). On voit sans peine que l'allure de l'incidence d’une onde 
plane sur la structure périodique des écrans n’est rien d'autre que le 
« développement » de l’approche de l’onde réfléchie successivement 
sur les parois du guide d’ondes, de l'extrémité ouverte de ce guide. 
Au ravonnement absorbé par les écrans correspond ici le rayonne- 
ment qui sort du côté de l'extrémité ouverte du guide d'ondes. Il 
convient seulement de retenir que vers l'extrémité ouverte d’un 
guide d'ondes se propage naturellement non pas une onde, mais 
l'ensemble de deux ondes planes que la réflexion transforme l’une 
dans l’autre (fig. 2.9). Puisque les nœuds de 1la répartition globale 
du champ se trouvent sur les miroirs, les fréquences doivent remplir 
une condition supplémentaire: Æl (1 — &°/2) = qn, où q est un 
grand nombre entier (de l’ordre 21/À). 
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C'est précisément en envisageant la théorie non seulement des 
résonateurs plans, maïs aussi celle d’autres résonateurs ouverts à la 
lumière des guides d'ondes que Veinstein et ses acolytes ont abouti 
à de nombreux résultats précieux ; nous les suivrons dans cette voie 
en exposant les lois obtenues dans un langage des guides d’ondes. 
L'ensemble des deux ondes transformées l’une dans l’autre par la 
réflexion sur les parois du guide d’ondes, dont les fréquences et les 
angles d'incidence satisfont à la condition indiquée ci-dessus, est 
ce qu’on appelle onde dans le guide. Elle se propage dans un guide 
d'ondes plan à parois parfaitement conductrices (réfléchissantes) 


Fig. 2.9. Ensemble des deux ondes planes (onde dans le guide) se propageant 
vers l'extrémité ouverte (P) d'un guide d'onde plan semi-infini. 


à une distance aussi grande que l’on veut sans s’amortir. Les ondes 
pour lesquelles cette condition n’est pas remplie ne peuvent se pro- 
pager dans un guide et s’amortissent rapidement. 

L'’onde dans le guide initiale à qg — q, en se propageant de gauche 
à droite s'approche de l’extrémité ouverte du guide d'ondes; la 
diffraction par le bord ouvert fait que le rayonnement ne s'échappe 
pas à l’extérieur et est « réfléchi » en arrière. Ce rayonnement réfléchi 
(ou diffusé) se décompose à son tour en un ensemble des ondes dans 
le guide dont les incidences 8 satisfont à la même condition de qg = 
= 0; Io — 1, Jo — 2, ... L'onde à qg = q, est analogue à l’onde 
initiale et nese distingue de celle-ci que par le sens de propagation op- 
posé ; elle est dite réfléchie, alors que le rapport de son amplitude 
à l'amplitude de l'onde initiale s'appelle coefficient de réflexion sur 
le bord; pour de petits & le coefficient de réflexion s'approche de 
l'unité. Les ondes à q  q, sont dites transformées ; dans le cas de 
très petits &« qui nous intéresse leurs amplitudes sont peu grandes 
et dans ce qui suit nous ne nous y reviendrons pas. 

Le champ d’une onde dans le guide qui se propage de gauche 
à droite avec une amplitude constante dans le temps est de la forme 
cos \ ngqz 
sin | TL 
où sin est prisjpour un q pair; cos, pour un q impair (pour que le 
champ sur les parois du guide soit nul); la coastante de propagation 


exp (—iot) exp (ik,x) ( 5 <2<7, 
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k. = ksmaz 7 a est associée à la fréquence par la relation 
© \2 ñ xg \2 = 
KD lu Gr D: () 


Pour construire les modes d'oscillations d’un résonateur plan 
nous devrons faire appel à des ondes dans le guide dont l’amplitude 
s’amortit exponentiellement dans le temps. Leurs champs sont décrits 
par la même formule, seulement la fréquence ©, et avec elle les cons- 
tantes de propagation k, k, deviennent complexes: «© = ck = 
= © —i0”, k, = kx — ik:. 

(7) entraîne que lorsque les oscillations s’amortissent (&” >> 0), 
les signes de k+ et k: coïncident ; il s'ensuit qu’à tout instant fixé 
l'amplitude du champ d’une telle onde dans le guide croît dans le sens 
de sa propagation (+ exp (k;:x)). Pour comprendre le sens de cette 
évolution il suffit d'imaginer que l'onde est produite par une source 
éloignée qui s’amortit dans le temps. Le rayonnement qui à l'instant 
donné est plus éloigné de la source, a été évidemment produit à des 
moments antérieurs, lorsque la source était plus intense ; c'est pour- 
quoi dans les secteurs éloignés l'amplitude du champ est plus grande. 

Examinons maintenant un tronçon de guide d'ondes ouvert des 
deux côtés qui constitue un résonateur lamellaire à miroirs larges de 
2a (—a £ z L a). Cherchons ses oscillations propres sous la forme 
de la somme de deux ondes dans le guide se propageant dans des sens 
opposés et possédant les mêmes fréquences propres et g. Lors de la 
réflexion par diffraction sur les bords chacune d’elles engendre l’autre; 
la diminution de l’amplitude par suite de la réflexion incomplète 
est compensée par son amplification mentionnée dans la direction 
de la propagation de l’onde. 

En omettant les facteurs qui décrivent le champ en fonction de 
t et z, on a pour l'amplitude globale l'expression À exp (ik,x) + 
+ B'exp (—ik,;z). Le premier terme correspond à l'onde qui se 
propage vers l'extrémité x = <a, où elle produit la deuxième onde 
(les ondes transformées à d’autres | k, | apparues lors de la réflexion 
sur l'extrémité sont négligées); ainsi, les amplitudes de nos deux 
cndes sont liées sur cette extrémité par la relation À, , À exp (ik,a) — 
= B exp (—ik,a), où R,,, est le coefficient de réflexion par diffrac- 
tion sur les bords. La condition sur l'extrémité x — —a est de la 
forme R,,B exp (ik.a) = À exp (—ik,a), ces deux conditions aux 
limites entraînent À = +B, R,, exp (2ik.a) = +1. Cette dernière 
relation est une équation caractéristique qui permet de définir le 
système de fréquences propres d’un résonateur lamellaire; il ne 
reste que de porter dans cette équation la grandeur À, 0. 

En appliquant des théorèmes analytiques dont l'étude dépasse 
le cadre de ce livre, Veinstein [35] a obtenu pour une onde dans 
le guide la formule suivante du coefficient de réflexion par diffrac- 
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tion sur l'extrémité ouverte : 
Ro,o= —expl—B(1—i)s], (8) 


où B = 0,824; s est le paramètre introduit ci-dessus et égal dans 


le cas général à V M/2nk,, qui en présence de l'amortissement devient 
complexe. Cette formule est vraie pour 15 A; |[s|[< 1; dans la 
gamme optique la première de ces conditions est toujours respectée ; 
la deuxième impose que l’amortissement dans le temps et les angles 
d'incidence des ondes planes faisant partie de l’onde dans le guide 
soient suffisamment petits; il est vrai que même avec s & 1 (8) 
conserve une précision suffisante. Notons qu’à mesure que s diminue, 
le module de R,, tend vers l’unité; la présence dans le deuxième 
membre de (8) non seulement du facteur d'amplitude, mais encore 
du facteur de phase correspond au fait que le minimum de l'amplitude 
globale du champ se situe à une certaine distance de l'extrémité du 
guide d'ondes (en revenant aux figures 2.7, 2.8 on peut dire qu'il 
semble que la réflexion soit réalisée sur le plan parallèle à P et 
situé quelque peu plus à droite). 

En portant (8) dans l'équation caractéristique, en exprimant 
s à l’aide de k, et en mettant +1 sous la forme exp (im x), m = 
— 0, 1, 2, ..., on obtient pour k, le système de valeurs suivant 

fre (m+i)n 


ETEOÉ (9) 


où = (1 + i)/V8nN, N = a°/A est le nombre de Fresnel que 
nous connaissons déjà depuis le $ 1.2. Pour observer la condition 


de petitesse de s, la grandeur m doit vérifier l'inégalité m € V 8N/x. 

Comparons maintenant les propriétés d’un résonateur lamellaire 
ouvert avec celles d’un résonateur fermé analogue illimité le long 
de l’axe des y (on ajoute des parois latérales réflectrices de coordon- 
nées z — a). Pour ce dernier, 4° = (qx/l}? +{(m + 1) x/2al°, d’où 


4,2 
dm À 5 [200 + |] 


tion qui détermine le spectre des fréquences propres est de la forme 
Oym © S| 21q + Nas Pour les dimensions usuelles des 
miroirs | e | € 1; le spectre des fréquences d’un résonateur ouvert 
est donc très proche de celui d’un résonateur fermé. La différence 
de principe consiste seulement dans le fait que & étant complexe, les 
fréquences du résonateur ouvert s’avèrent complexes elles aussi : 
on observe l’amortissement. 

L'analyse sous l'optique des guides d'ondes a permis de calculer 
aussi bien le spectre de fréquences propres du résonateur plan lamel- 
laire, que la répartition des champs des modes propres. Tous ces 
renseignements rendent facile le passage à une méthode de descrip- 
tion plus familière, lorsqu'il s’agit non pas d’ondes dans le guide 


. Pour un résonateur ouvert, la rela- 
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qui se propagent dans le sens transversal, mais du faisceau lumineux 
qui se propage le long de l’axe du résonateur. La relation entre la 
fréquence complexe des oscillations et les valeurs propres B, = 
— exp (—iô0h» — Ô») de l'opérateur intégral P qui décrit les trans- 
formations de la structure transversale du champ lors d’un parcours 
complet dans le résonateur, a été établie au $ 1.3. Pour le cas donné 
on a 
_ Re ps (m1) EC x? (m +1) M (M = 28) 
ôm = 8N (1+e)° [M +B)+BT  ? 


ER EE a(m-:-1})° = 27° (m :-1): B (M +B) (10) 

on 8N(1+-E)° [MB +R  ? 
où M = V8axN — Ta. Il est courant que M1 et 
ôn = NW (m + 1}, ôn = By = CE . Enfin, les pertes par 


diffraction du rayonnement peuvent s’écrire pour un parcours com- 
plet dans le résonateur 


; + 1)° 
1—exp(—26;) = sy + Le ne ; 


Les fonctions propres d’un résonateur lan lamellaire peuvent 
s’écrire 


cos r(m+i)z 0,24 ie 
je 1,3, 5 Le 


2 mm = 
sin 


2 (148) di 


La forme de u, et u, pour quelques nombres W de zones de Fresnel 
est donnée par les figures 2.10, a, b. La figure 2.10, a visualise 
également par le pointillé les courbes obtenues dans [9] par réso- 
lution numérique de l’équation intégrale correspondante pour l’une 
des versions du résonateur. La petite différence entre les solutions 
exacte (ligne en pointillé) et approchée est due au fait que lors de la 
déduction de (11), en discutant du processus de réflexion par diffrac- 
tion de l’onde dans le guide sur le bord du résonateur, nous n'avons 
tenu compte que de l’onde réfléchie, en omettant les autres composan- 
tes du rayonnement diffusé. Pour de grands les différences devien- 
nent tout à fait négligeables. 

Pour avoir une idée du comportement des fonctions propres d’un 
ordre plus élevé, on peut revenir à la figure 2.5, c qui visualise l’am- 
plitude u,. L’argument étant complexe, ce n’est pas là une sinusoïde 
« pure »: l’amplitude des oscillations croît légèrement du centre 
vers la périphérie du faisceau. Par ailleurs, dans les « nœuds » de la 
répartition l'amplitude du champ diffère quelque peu de zéro (par 
suite de l'inégalité des amplitudes des deux ondes dans le guide inter- 
férentes), dans une certaine mesure notre figure est conventionnelle. 


Um (T) = ( 
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La méthode de séparation des variables permet d'obtenir sans 
peine les fonctions propreset les valeurs propres d’un résonateur ouvert 
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Fig. 2.10. Fonctions propres symétriques et antisymétriques inférieures d'un 

résonateur lamellaire plan: a) uo(x)},, 1—N=0,5, 2— N = 2,5; 3 — N — 

— 6,25; b) u(r}, 1—N=2,2 —N = 4; 3 — N = 10. Les lignes conti- 

nues résultent du calcul d’après la formule (11) ; les lignes en pointillé, des calculs 
numériques exacts. 


composé de deux miroirs plans rectangulaires de dimension 2a X 2b 
placés l’un en regard de l’autre: 


__f cos (m1) rx _[ cos (nr -- 1) y 
Umn (Z, n= | sin | 2a[1+B(1+i)/Ma] sin | 2b[1:-B(1 :-i) Ma] ? 


Ômnn > Om (Mo) + ôn (M), in = Ôm (M) Le Ôn (M), 
où M, = V 8x/\la, My = V S8x/Aib, ô’ et Ô” sont encore définis 
par les formules (10). De la sorte, dans le cas des miroirs rectangu- 
laires les corrections de phase et les pertes sont égales à la somme 
des corrections de phase et des perles de deux résonateurs lamellaires, 
la largeur des miroirs de chacun d’entre eux étant égale à un des 
côtés du rectangle. 

Résonateur plan à miroirs ronds. En suivant Veinstein, il con- 
vient encore de recourir à l'analyse fondée sur l’étude des guides d’on- 
des. La solution est cherchée sous la forme exp (—iwt) f (r, @) X 
(ls oùfe, p = Un (nie = 0, 1, 2, ..; 


sin/ sin 4@ /? 
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J,, la fonction de Bessel ; Z, toujours la distance entre les miroirs. 
Cette expression, tout comme la somme de deux ondes dans le guide, 
utilisées pour l’étude du résonateur lamellaire, est la solution exacte 
de l'équation d'onde entre les miroirs plans de dimensions finies. 
La pulsation w est liée aux grandeurs q, k, de la même façon que c'était 
dans le cas précédent pour gq, À. 


Tabieau 2.1 
Racines de l’équation J,(v) —0 
n 
0 1 2 x 
m 
| 0 | 2,40 | 3,83 | 5,14 | 6,38 
1 | 5,52 | 7,02 | 8,42 | 9,76 
2 | 8,65 | 10,17 | 11,62 | 13,01 
3 11,79 13,32 | 14,80 16,22 


À un éloignement suffisant du centre, pour la fonction J, (k,r) 
on peut profiter de la représentation asymptotique de Hankel 


Jr) V2/xkrcos[k.r —(2n+1)x/4] 
oexp{ifk.r—(2n+1)x/4]} +exp{—i(k;r—(2r +1) x/4}}, 


c'est-à-dire mettre la solution sous la forme d’une somme de deux 
ondes radiales proportionnelles à exp (ik,r) et exp (—ik,r). Comme 
auparavant les amplitudes de ces ondes sont couplées près du bord 
des miroirs par le coefficient de réflexion par diffraction sur le bord; 
on admet que la valeur du coefficient de réflexion dépend de #, 
de la même façon que de k.. On suppose ainsi que la courbure du 
bord et la cylindricité de l’onde n’interviennent pas dans le coeffi- 
cient de réflexion par diffraction ; les arguments en faveur de cette 
hypothèse, ainsi que plusieurs autres astuces mathématiques liées 
aux problèmes des miroirs ronds, sont exposés dans [3]. 

Les calculs correspondants conduisent au système discret 4, = 
= Vmn/@ (4 + €), où 2a est le diamètre des miroirs; € a la même 
valeur que dans (9); v,, est la (m + 1)-ième racine positive de 
l'équation J, (v) = 0 (tableau 2.1). On en tire les formules suivan- 
tes des fonctions et des valeurs propres du résonateur composé 
de miroirs ronds plans: 

” C98n@ \ _ Vmnr Y cos n 

Umn (7, P)= fmn (7) sin nQ }= Jn Tr H ( Re | , 
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Fig. 2.11. Multiplicateur radial des fonctions propres d'un résonateur plan 
à miroirs ronds: a) foo (r)3 b) fn (M): 1—N=2,,2—N=5, 3 — N = 10. 


2 _M(MH2B) gr _g2 _ BMP) 
mn TOMBER? mr mn TOM BR BE ? 


où M = V 8x/Ala. Avec de grands M les pertes par diffraction 


sont égales à 16Bva,M — 27 5n mn N 3/3; rappelons que V — 
= a?/hl est le nombre de zones de Fresnel ; f — 0,824. 

Les graphiques des fonctions foo (r) et fo, (r) sont donnés par les 
figures 2.11, a, b. Le caractère des différences entre ces fonctions 
et les solutions exactes de l’équation intégrale est le même que dans 
le cas du résonateur lamellaire (cf. fig. 2.10, a). 

Polarisation des modes oscillants propres. La situation est la 
même pour la polarisation dans tous les résonateurs vides, sauf les 
systèmes à rotation du champ qui seront étudiés au $ 3.6; les rensei- 
gnements fournis dans ce qui suit se rapportent aussi bien aux résona- 
teurs plans examinés dans ce paragraphe, qu'aux résonateurs d’autres 
types (en particulier, aux résonateurs stables qui ont fait l’obje du 
paragraphe précédent). 

Puisque dès le début nous nous guidions par la théorie de diffrac- 
tion scalaire, la dépendance vis-à-vis de la direction de polarisation 
ue figure pas dans les formules déduites ; en particulier, les fréquences 


’ 
mn = 4V 
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propres des oscillations à polarisation linéaire quelconque sont les 
mêmes. [Il s'ensuit automatiquement que les oscillations propres 
peuvent non seulement posséder une polarisation linéaire quelconque, 


— 
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TEME TEMys 


Fig. 2.12. Répartition des champs suivant la section du résonateur à miroirs 
rectangulaires. 


mais encore être une superposition des oscillations à polari- 
sation linéaire différente, c’est-à-dire posséder une polarisation cir- 
culaire ou elliptique. Pour rendre l’exposé plus suggestif, nous repré- 
senterons les oscillations comme polarisés linéairement ; commençons 
par le cas des miroirs rectangulaires. 

La figure 2.12 schématise la répartition des champs des oscil- 
lations TEM,,, TEM,, et TEM,, suivant la section du résonateur 
à miroirs rectangulaires; les lignes en pointillé visualisent le champ 
nul. Dans le cas général de côtés de rectangle inégales, les fréquences 
des oscillations TEM,, et TEM,, sont différentes; dans le cas des 
miroirs carrés elles coïncident, on observe une dégénérescence sup- 
plémentaire. La superposition de ces oscillations dégénérées permet 


Fig. 2.13. Production des oscillations à topologie complexe du champ dans}jun 
résonateur à miroirs carrés [9]. 


Fig. 2.14. Répartition du champ suivant la section du résonateur à miroirs 
ronds [3]: a) TEMX; b) LE c) TEMS , u — COS d) TEMS#, u — 
-— sinp; e) TEMS’, u — cos p; f) TEM5?”, u — sin p; g) TEM£E? ; h) TEM(O). 
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d'obtenir, comme le montre la figure 2.13, des oscillations à topo- 
logie du champ plus compliquée. 

Enfin, la figure 2.14 représente les oscillations TEM,, et TEM,, 
d'un résonateur à miroirs ronds; la superposition des oscillations 
représentées sur les figures 2.14, c à f, conduit aux oscillations pro- 
pres TEM,, à direction de polarisation radiale (g) et azimutale (h). 


$ 2.3. Certains résultats des recherches expérimentales 


Nous avons déjà dit dans l’Introduction que les premiers lasers 
à gaz avaient un milieu actif très homogène à faible amplification; 
de plus, ce milieu était placé dans des cuves longues et étroites, 
ce qui définissait un petit nombre W de zones de Fresnel sur les mi- 
roirs du résonateur. Comme nous le montrerons dans ce qui suit, 
lorsque V est petit, la manifestation de l’inhomogénéité optique 
du milieu , de l'imperfection des éléments du résonateur et des effets 
de saturation de l’amplification est la plus faible ; pour ces raisons, 
les données expérimentales sur la structure transversale du champ 
des lasers à gaz ne donnaient pas trop à réfléchir à l’époque. On peut 
noter, il est vrai, qu’en utilisant les résonateurs « stables », l’allure 
de la répartition observée était souvent proche de celle que prévoyait 
la théorie des résonateurs vides idéaux. Quant aux miroirs plans 
(relativement rares dans les lasers à gaz), les plus faibles écarts de 
la géométrie parfaite entraînaient une brusque perturbation de la 
forme de répartition du champ. Ainsi, Herriott, auteur de l’un des 
premiers ouvrages sur les lasers à gaz continus [36], a déjà observé 
de telles perturbations pour un écart de —À/100 de la planéité par- 
faite. 

Dans les années 1970, lorsque l'usage des lasers à gaz puissants à 
grand volume du milieu actif optiquement inhomogène devenait de plus 
en plus courant, le problème de la divergence de leurrayonnement était 
déjà résolu sur la base des résonateurs instables, et non pas sur celle 
des résonateurs stables ou plans (cf. chapitre 4). C'est ce qui fait 
que les résultats enregistrés par les recherches sur les lasers à solide 
réalisés encore dans les années 1960 constituent jusqu’à présent 
la source principale des renseignements sur la structure transversale 
du champ dans les résonateurs non idéaux. 

Premières observations des oscillations des lasers à solide. Dès 
les premières expériences on a vu que la divergence du rayonnement 
des lasers à solide était sensiblement plus grande (généralement 
de 1 à 2 ordres) que la valeur prévue. Pour établir quelles en sont les 
causes, on a entrepris des recherches les plus variées de la relation 
entre la structure spatiale du faisceau d’une part et l’homogénéité 
du milieu actif, l'intensité du pompage, etc., de l’autre. Ces investi- 


» 


gations concernaient surtout le cas du résonateur à miroirs plans. 
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La comparaison des données d'expérience avec la théorie des 
résonateurs vides ouverts a révélé très vite que la distribution des 
taches dans les zones rapprochée et éloignée, qui correspond à des 
modes définis d'un résonateur idéal ne se rencontre presque jamais. 
Même une ressemblance approchée de la répartition du champ et 
des modes d’un résonateur idéal s’observe en général seulement pour 
un faible dépassement du seuil d’oscillation, un milieu homogène 
au maximum et d’autres conditions extrêmement favorables [37 à 40]. 
A mesure que l'intensité du pompage croît, le nombre de modes pré- 
sents dans le rayonnement augmente, des modes apparaissent dont 
la structure est de plus en plus compliquée et la divergence du rayon- 
nement plus grande (37, 38, 40, 41]. Qui plus est, la répartition spa- 
tiale du rayonnement pendant l’impulsion n’est nullement constante. 
Ainsi, si l’impulsion dure plus de 10 s, elle se décompose en un 
grand nombre de « pics » de rayonnement à distribution chaotique dans 
le temps, déjà mentionné, la variation de la structure du champ d'un 
pic à l’autre étant presque aléatoire. Aussi, si on parvient quand 
même à observer des modes isolés, ce n’est qu’en faisant appel à la 
photographie ultra-rapide, en fixant la répartition du champ dans 
les pics isolés. Et même pour la photographie ultra-rapide, il est 
rare d'identifier parmi les autres modes celui, l'unique, le fonda- 
mental, qui jouit de la divergence du rayonnement par diffrac- 
tion. 

L'utilisation des barreaux aux inhomogénéités optiques percep- 
tibles rend impossible l'identification des modes d'’oscillations isolés 
(42, 43, 39, 40]. De nombreux auteurs ont établi que de très faibles 
aberrations du résonateur suffisent pour perturber complètement la 
répartition du champ des modes d’ordre inférieur. Ainsi, dans un 
cas (44) cette perturbation était produite par les déformations élasti- 
ques du barreau de rubis (sous l'effet des forces spécialement appli- 
quées) ; dans un autre cas, par le passage des barreaux dont la lon- 
gueur variait de AL — 0,1 À aux barreaux à AL = 0,25 À [39]. 
Ceci a fait que les auteurs des ouvrages qui suivirent voulurent com- 
prendre le mécanisme de l'influence exercée par les inhomogénéités 
optiques sur la structure du champ. 

Un pas important dans ce domaine a été fait par Evtuhov et Nee- 
land {[38, 45], et surtout par Léontovitch et Védouta [46]. Leurs 
ouvrages ont montré que si un barreau actif inhomogène est source 
des aberrations du deuxième ordre (du type lentille positive), le 
résonateur à miroirs plans devient équivalent à un certain résonateur 
vide à miroirs concaves. Dans des cas analogues la structure du 
champ observé correspond aux prédictions de la théorie des résona- 
teurs stables. C'est ainsi qu'on a utilisé pour la première fois la 
notion de résonateur équivalent pour interpréter les données d’ex- 
périence. 

[46] a expliqué également plusieurs lois établies lors de l’utili- 
8—01593 
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sation des résonateurs stables. Lorsque le dépassement de seuil est 
faible, ce ne sont que les modes inférieurs localisés près de l’axe du 
barreau, aux pertes par diffraction minimales, qui sont amorcées. 
L'apparition des oscillations d’abord dans la zone centrale est favo- 
risée par cette circonstance que la densité du rayonnement de pom- 
page, et avec elle l’inversion de population, atteignent souvent la 
valeur maximale précisément sur l'axe du barreau (47, 48]. A mesure 
que la puissance de pompage croît, on atteint le seuil d’amorçage 
des modes d’un ordre plus élevé, et la région couverte par la généra- 
tion s'étend. Enfin, lorsque le seuil est dépassé sensiblement, les 
modes apparus sont d’un ordre si élevé, que le rayonnement remplit 
tout le milieu actif. 

. De nombreux ouvrages décrivent en effet cette succession des 
modes oscillants (par exemple, [49, 501); l’idée suivant laquelle 
l'indice transversal maximal des modes est défini par la condition 
que toute la section du résonateur soit couverte par le rayonnement 
a également été complètement confirmée [51 à 53]. Notons que dans 
différentes investigations la « stabilité » du résonateur était assurée 
aussi bien par l’utilisation des miroirs concaves [51, 53], ou l’intro- 
duction des lentilles positives dans le résonateur à miroirs plans [52, 
53], que par la forme «en lentille » du barreau lui-même [54]. Un 
fait curieux digne d'être signalé: avec l'apparition de modes aux 
indices transversaux élevés, les types inférieurs des oscillations d'un 
résonateur stable sont « évincés », cessent d’être observés (par exem- 
ple, [49)). 

Pour notre part. voici ce qui importe surtout. Puisque la diver- 
gence du rayonnement croît avec l’ordre des modes, le diagramme 
de directivité du rayonnement des lasers à résonateurs « stables » 
non seulement ne se rétrécit pas à mesure que le diamètre de la zone 
active augmente, maïs devient de plus en plus large. Ainsi, dans ce 
domaine la situation est suffisamment claire et très défavorable pour 
l'obtention d’une faible divergence. 

À mesure que la sphéricité des miroirs diminue, les renseigne- 
ments sur la divergence du rayonnement deviennent de moins en 
moins systématiques. La structure des modes oscillants observés 
est si irrégulière qu’une classification quelle qu’elle soit devient 
impossible ; parfois on ne parvient même pas à observer la corréla- 
tion entre la largeur du diagramme de directivité et la perfection 
du résonateur. Qui plus est, de nombreuses recherches ont montré 
que c'est précisément dans le cas d’un résonateur plan que la struc- 
ture du champ s'avère particulièrement sensible aux aberrations 
à l’intérieur du résonateur, dont les sources sont très variées. Malgré 
cela, pour de grands diamètres des éléments actifs, la divergence du 
rayonnement, tout en dépassant sensiblement la limite de diffrac- 
tion, ne la dépasse pas cependant au même degré. loin de là, que dans 
le cas des résonateurs stables (par exemple, [55]). C'est pourquoi 
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les générateurs à miroirs plans sont restés pour de nombreuses années 
le type principal des lasers à solide. 

Divergence du rayonnement des lasers à solide. Une divergence 
du rayonnement relativement faible et en même temps la variété 
des facteurs qui l’influencent. ont assuré aux lasers à résonateurs 
plans un intérêt persistant des chercheurs. Voici les résultats essen- 
tiels enregistrés par de nombreux auteurs qui ont poursuivi l'étude 
des causes qui délimitent l'intensité axiale de la lumière de ces 
lasers. 

Une part importante des recherches porte sur les générateurs 
à rubis. Tout en étant un milieu cristallin typique, le rubis possède 
un nombre énorme de micro- et macro-inhomogénéités chaotiques 
qui produisent une diffusion importante de la lumière. La valeur 
caractéristique des pertes par diffusion de la lumière aux petits 
angles varie pour ce matériau (comme d'ailleurs pour de nombreux 
autres milieux cristallins [17]) de 0,01 à 0,1 cm-1 [56]. 

Dans le cas d’une diffusion perceptible, la largeur du cœur central 
de la répartition angulaire est généralement de 5 à 20”. Le cœur 
est entouré d’un système d’anneaux relativement intenses [57 à 60, 
39, 46] à rayons angulaires égaux aux rayons de l’étalon Fabry-Pérot 
pour une lumière de longueur d'onde égale à la longueur d'onde du 
rayonnement du cœur (par exemple, [60]; notons que les valeurs 
de ces rayons angulaires constituent la même suite que les angles 
d'incidence des ondes transformées 6, du paragraphe précédent). 
D'après certaines observations la largeur des anneaux de la réparti- 
tion angulaire est définie par les mêmes relations que dans le cas de 
l'étalon passif, et dépend respectivement de la qualité du barreau 
[39]. Enfin, en introduisant dans le résonateur un élément diffuseur 
complémentaire, Vanioukov et autres ont démontré définitivement 
dans leur ouvrage [61] qu’il existe un rapport entre les anneaux men- 
tionnés et la diffusion de la lumière. 

Les observations de la cohérence spatiale [57 à 59] et des spectres 
du rayonnement [62] ont conduit à la conclusion que le rayonnement 
associé aux types isolés des oscillations se répartit pratiquement sui- 
vant toute la tache de la zone éloignée et que la forme du front d'onde 
à la sortie du laser a une structure compliquée et irrégulière à l’extré- 
me. 

Tout ceci ne cadre pas avec les idées élaborées par la théorie des 
résonateurs vides idéaux. L’interprétation des phénomènes observés 
est rendue plus difficile encore par le fait que les aberrations. les plus 
diverses du résonateur se manifestent presque dans chaque cas con- 
cret. Pourtant, de nombreux auteurs ont réussi à observer une cor- 
rélation bien nette entre la perfection optique du milieu actif et le 
degré de directivité du rayonnement: à mesure que l’homogénéité 
du barreau diminue, la divergence des amplificateurs [63] aussi 
bien que des générateurs de lumière [63 à 68] croît. 11 faut souligner 
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spécialement que pour une grande divergence sa valeur devient pro- 
che de celle de la divergence d’un faisceau très parallèle fourni par 
une source extérieure après une traversée du même barreau [67 à 69]. 

Les ouvrages [66 à 68] sont consacrés à l'étude expérimentale 
des traits particuliers de l'influence des sources de diffusion de 
lumière telles que les surfaces de glissement, les surfaces de sépara- 
tion des blocs, etc. Les renseignements qu’ils donnent témoignent 
que les macro-inhomogénéités interviennent surtout dans la grandeur 
du cœur de la répartition angulaire, alors que la diffusion de la lu- 
mière sur les micro-inhomogénéités intervient dans les « ailes » de la 
répartition. 

La relation entre la divergence et la puissance du rayonnement 
d'une part et la longueur du résonateur plan de l’autre, dans le cas 
d’un laser à milieu macroscopiquement homogène. mais source d’une 
diffusion perceptible sur les micro-inhomogénéités (CaF,.: Sm’), 
a été étudiée par [26]; les auteurs y montrent que la divergence du 
rayonnement est proportionnelle à L-l/* dans une marge très large 
de variations de L. Il est remarquable qu'avec l’augmentation de la 
longueur du résonateur, la diminution de la divergence jusqu’au 
voisinage de la limite de diffraction ne s’accompagnait que d’une 
baisse négligeable de la puissance de génération. 

Nous avons déjà dit que la distribution des sources de diffusion 
de la lumière dans le volume des milieux actifs cristallins est plus 
ou moins chaotique. Le caractère des aberrations provoquées par un 
échauffement irrégulier du barreau (ce qu'on appelle déformations 
thermiques du résonateur) est tout à fait différent. Elles ont pour 
sources les variations thermiques de l'indice de réfraction et les 
phénomènes de photo-élasticité dus à la présence des contraintes ther- 
miques [70, 71]. 

Cet effet a été découvert en 1963 [72, 73] et soumis à une étude 
serréc par les auteurs de nombreux ouvrages qui suivirent. En vertu 
de leur origine même, les déformations thermiques, à la différence 
de la diffusion de la lumière. se ramènent à la présence du gradient 
de l'indice de réfraction changeant lentement suivant la section du 
barreau. 

Les déformations thermiques sont particulièrement grandes dans 
les éléments actifs des lasers qui fonctionnent en régimes périodique 
ou permanent [54]. Pourtant, même dans le cas de tirs unitaires, 
vers la fin de l’impulsion les déformations thermiques atteignent 
souvent une valeur manifeste et influent sensiblement sur la diver- 
gence du rayonnement. Ainsi, un des ouvrages précoces de Vanioukov 
et autres [76], consacré à un laser relativement peu grand à verre 
au néodyme et à pompage pas trop intense, indique que les auteurs ont 
observé vers la fin de l'impulsion une augmentation du simple au 
double de la divergence, attribuée à bon escient à l’action des effets 
thermiques. Par la suite, à mesure que les dimensions et la puissance 
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des lasers à solide s’élevaient, la lutte contre les déformations thermi- 
ques est devenue l’une des tâches essentielles de la technique laser. 
Les méthodes de résolution de ce problème et autres aspects de l'in- 
homogénéité optique des milieux actifs seront discutés de plus près 
au chapitre 5. Pour le moment notons seulement que des phénomènes 
analogues s’observent dans les lasers à gaz puissants: les micro-inho- 
mogénéités qui apparaissent au cours de l’excitation du milieu gazeux 
ou lors de son mouvement turbulent entraînent souvent une diffu- 
sion perceptible de la lumière ; au lieu des déformations thermiques de 
l'élément actif, on observe alors des déformations thermiques des 
miroirs du résonateur. 

En plus des facteurs qui viennent d’être énumérés, il y en a bien 
d’autres qui influencent la structure spatiale du faisceau. Ainsi, 
la précision d’alignement des miroirs plans présente un grand inté- 
rêt : leur non-parallélisme étend la tache dans la zone éloignée dans 
la direction du désajustage, et lorsque ce dernier est assez grand, elle 
est découpée en plusieurs taches isolées [77 à S0]. Les résonateurs 
à milieu actif homogène et, par suite, à faible divergence du rayon- 
nement, sont particulièrement sensibles au non-parallélisme des 
miroirs [80]. 

On a noté également la relation entre la divergence du rayonne- 
ment et l’allure de la répartition de l’inversion de population suivant 
la section du barreau [811]. 

Finalement, l’ensemble de nombreuses causes conduit à ce que 
lors de l’utilisation des résonateurs à faible pertes par diffraction 
la divergence angulaire est généralement de quelques minutes d'arc, 
valeur qui dépasse sensiblement la limite de diffraction même dans 
le cas des lasers à milieux actifs hautement homogènes. 

Du point de vue de la structure du faisceau lui-même, la grande 
valeur de sa divergence peut être due aussi bien à la présence d'un 
grand nombre de modes, qu'à cette circonstance que dans les systèmes 
à aberrations manifestes le front d'onde du rayonnement des modes 
de la meilleure qualité peut différer fortement du front d'onde plan. 
Ce dernier phénomène s’appelle souvent déformation des modes; 
bien que ce terme ne soit pas tout à fait exact, il est employé par 
de nombreux auteurs. 

Les données fournies par de nombreux articles [39 à 43, 57 à 59, 62, 
17 à 80] permettent’de tirer cette conclusion qualitative que, en pré- 
sence des aberrations manifestes dans les lasers à miroirs plans les défor- 
mations des modes ont une importance particulière. Lorsque les aber- 
rations diminuent, le rôle des effets associés à l'allure multimode (par 
exemple, {40]) grandit ; enfin, dans le cas d’une expérience particuliè- 
rement soignée et un milieu actif homogène, la divergence du rayon- 
nement est conditionnée surtout par la présence de nombreux modes. 

Passons maintenant à une analyse plus conséquente de ces phéno- 
mènes. Commençons par la génération multimode. Son mécanisme 
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est si compliqué que personne n’a entrepris son étude sérieuse pour 
Jes lasers à inhomogénéités optiques manifestes. Il n’y a que la théorie 
de la génération multimode des résonateurs idéaux qui est plus ou 
moins avancée. À en juger par les tendances observées dans les expé- 
riences dont on a parlé plus haut, c’est ce cas qui présente juste- 
ment de l'intérêt. 


$ 2.4. Caractère multimode des résonateurs idéaux 


Mécanisme de la génération multimode. Pour décrire le fonction- 
nement d’un laser on recourait au début des années 1960 à l’approxi- 
mation de l’inversion de population répartie uniformément suivant 
le volume du résonateur. Dans le cadre de cette approximation il 
est impossible d'interpréter la génération multimode. En effet, nous 
avons vu au début du $ 1.4 que lors des oscillations stationnaires 
l’inversion de population s'établit sous l’action commune du pom- 
page et du rayonnement à un niveau tel que l'amplification com- 
pense exactement les pertes dans le résonateur. Si cette compensa- 
tion a lieu pour les modes dont le seuil d’amorçage est le plus bas 
(fréquence la plus proche de la fréquence du maximum de la bande 
d'amplification, pertes par diffraction minimales), il semble que 
pour les autres modes, l’amplification est inférieure aux pertes et 
ces modes ne devraient pas être amorcées *). 

Comme nous l'avons vu, les résultats de l'étude expérimentale 
de la structure transversale du champ ne correspondent pas aux 
idées de ce genre. Les données sur les spectres du rayonnement 
sont peut-être encore plus suggestives : même dans les lasers à solide 
à raie élargie homogènement la largeur du spectre d’oscillation est 
parfois comparable à celle de la bande d'amplification [17]. Ainsi, 
la figure 2.15 visualise par de petites croix le résultat de la mesure 
de la répartition de l'intensité du rayonnement d’un laser à CaF, : Sm°+ 
entre les oscillations aux indices q axiaux différents [62] (dans ce 
cas les corrections de fréquence à l’aide de la structure transversale 
du champ étaient assez petites); les pointillés matérialisent le 
contour de la raie de luminescence. La figure montre que le spectre 
comporte des composantes si éloignées du centre de la raie que le 
coefficient d'amplification en leurs fréquences est sensiblement infé- 
rieur au maximum. 

C'est précisément les données sur les spectres du rayonnement 
qui ont conduit à l’idée que l’allure multimode est due surtout à la 
répartition irrégulière de l’inversion de population suivant le volume 
du résonateur, répartition qui apparaît sous l’action du champ de 


*) Nous n'évoquerons pas ici les effets qui déterminent l'élargissement du 
spectre de génération dans le cas d'une bande élargie inhomogène de la transi- 
Lo APÉPAIQITE ou en présence des facteurs qui provoquent la synchronisation 

es modes. 


$ 24] CARACTÉRE MULTIMODE DES RESONATEURS IDEAUX 119 


rayonnement produit. Le premier ouvrage qui a montré que malgré 
les prédictions de la théorie élémentaire, le régime de génération 
mouofréquence est instable est celui de Kouznetsova et Raoutian 
[82]. Peu après, Tang et Statz (83, 84] ont avancé un modèle simple 
de caractère multimode, fondé sur l'hypothèse que lorsque divers 


los =Ÿ nez = 6,7 


25 ie 25 
L en" { L£x , 
J210123 fA45 21012345 
lmoz = 49 mas =10 
10 A | 
25 x 
J210123 f45L210 12345 
10 frez =2,0 mes 175 
25 
x 
£ 0 x 
3210123 -fA4FL21012345 
£) b) 


Fig. 2.15. Répartition de l'énergie du rayonnement entre les bandes spectrales 

à indices axiaux différents (la grandeur portée en abscisses est (v — v,) (c/2n9l)-!; 

v, est la fréquence au centre de la raie de luminescence). La température du 

barreau: a) 15 K; b) 40 K; rmax est le franchissement du seuil en intensité 

de pompage; >‘, les données expérimentales (énergie du rayonnement suivant 

les bandes spectrales isolées, en unités relatives): ©, données de calcul ; 
courbe en pointillé, contour de la raie de luminescence. 


modes sont amorcés simultanément, les différences entre leurs fré- 
quences sont suffisamment grandes pour que pendant la période des 
battements intermodes l’inversion de population n'ait pas le temps 
de changer sensiblement. Ceci rend possible de sommer dans le cal- 
cul de l’inversion de population non pas les amplitudes des champs 
des modes isolés, mais directement leurs intensités (cf. $ 1.1 traitant 
de l’addition des champs de plusieurs sources à fréquences différen- 
tes). En partant du modèle donné, Tang et Statz ont réussi à trouver 
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la répartition stationnaire du rayonnement entre les modes pour une 
intensité du pompage sensiblement supérieure à celle de seuil. Par 
la suite, cette solution a été étendue aux cas où le seuil d’oscilla- 
tion est largement dépassé (62, 85, 861. 

Voici une circonstance très importante. Il existe deux facteurs 
qui font que les seuils d'amorçage de modes isolés ne se confondent 
pas, ce sont la différence entre la valeur des pertes par diffraction et 
la dépendance du gain par rapport à la position de la fréquence dans 
la raie de luminescence. Pour ce qui est des pertes par diffraction, 
on sait que leur couplage à la structure transversale du champ est 
univoque et qu'elles ne dépendent pas de l'indice axial. Lors de la 
discussion de la divergence angulaire ceci permet de s’abstraire du 
spectre de rayonnement (84, 86]. Il en résulte qu’on réussit à calculer 


l'ensemble des quantités 4,, = AA OÙ Ama est la puissance 


diffusée dans le mode à indice transversal m et axial qg, et la somma- 
tion se fait sur tous les qg possibles. L'ensemble des grandeurs 4,, 
s'appelle, d’après l’usage, répartition de l'intensité entre les modes 
transversaux, bien qu’il s’agit, au fond, non pas de modes isolés, 
mais de groupes de modes dont chacun contient toutes les oscilla- 
tions qui ont le même indice transversal et différent suivant les indi- 
ces axiaux. 

Dans le cas d’un résonateur plan, c'est l’inverse, la fréquence 
des oscillations est déterminée essentiellement par l'indice axial; 
Ja correction due à la structure transversale est généralement peu 
grande. Lors du calcul du spectre de rayonnement ceci permet à son 
tour de s’abstrairc de la structure transversale ; le résultat du calcul 


est un ensemble des quantités 44 = D Amos appelées ordinaire- 
m 


ment répartition entre les modes axiaux. À ce propos on peut faire 
la même remarque que pour les quantités 4. 

Explicitons maintenant le mécanisme de la génération multi- 
mode sur l'exemple de la répartition spectrale du rayonnement 
dans un résonateur plan. Il convient d'examiner ici la structure du 
champ le long de l’axe du résonateur ; comme nous l’avons dit pré- 
cédemment, la structure transversale peut ne pas être prise en ligne 
de compte. 

Considérons Ja figure 2.16. La courbe 2.16, a représente par con- 
vention la répartition de l'intensité de l’un des types des oscillations 
le long de l’axe du résonateur (en fait, certes, un nombre infiniment 
plus grand que sur la figure de périodes de modulation égales à 4/2 
se range sur Ja longueur du résonateur). Admettons que précisément 
c'est la fréquence de ce mode qui se trouve au centre de la raie de 
luminescence, et de ce fait le seuil d'amorçage de ce mode est le 
plus bas. 

Supposons que l'intensité du pompage est répartie régulièrement 
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le long du résonateur. Tant qu'elle ne dépasse que peu le seuil et que 
l'intensité de la génération est négligeable, la répartition de l’inver- 
sion de population est également régulière et est égale à sa valeur 
de seuil (ligne droite en pointillé de la figure 2.16, b). Lorsque le 
seuil est franchi sensiblement, la situation change : la puissance d’os- 
cillation croît. les transitions induites commencent à jouer un rôle 
essentiel dans le bilan de l'inversion de population, et la répartition 
de cette dernière prend la forme visualisée par la courbe continue de 
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Fig. 2.16. Modulation spatiale induite de l’inversion de population en tant 

q origine d’instabilité du régime monomode: a), c) répartition des intensités 

es oscillations à indices axiaux différents suivant la longueur du résonateur 

(représentation conventionnelle) ; b) modulation spatiale induite de l’inversion 

de population dans la génération sur la première oscillation; la ligne en poin- 
tillé visualise le niveau de seuil de l’inversion de population. 


la figure 2.16, b. Aux nœuds de la répartition du champ s'accumule 
un grand nombre d'atomes excités qui ne participent pas à la généra- 
tion des modes donnés. 11 en résulte que la valeur de l’inversion de 
population mise en moyenne suivant la longueur s'avère sensible- 
ment supérieure à la valeur de seuil (cette circonstance conduit pré- 
cisément au fait que lors d’une génération monomode l'efficacité 
d’un laser est inférieure à celle d'une génération multimode: cf. $ 1.4, 
fig. 1.20). 

Il est clair que tôt ou tard seront amorcées les modes à indices 
axiaux voisins: bien que leurs fréquences ne se trouvent déjà plus 
au centre de la raie, ce qui diminue le gain, une partie des maximums. 
d'intensité correspond non pas aux minimums de la répartition de 
l'inversion de population, comme c'est le cas du premier mode, mais 
a ses maximums (cf. fig. 2.16, c). Lorsque l'intensité du pompage 
devient encore plus grande, la puissance de ces modes croît tellement 
qu” à l'instar du premier mode, ils rendront eux-mêmes défavorable 
la répartition de l’inversion de population; il peut en résulter que 
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le seuil d’amorçage soit atteint aux fréquences latérales ultérieures, 
etc. 

À mesure que le nombre de modes augmente, la répartition globale 
de l'intensité du rayonnement devient de plus en plus régulière. 
La moyenne de l’inversion de population suivant la longueur du 
résonateur s'approche dans ces conditions de la valeur de seuil. 
[Il est clair que tôt ou tard viendra le moment où le dépassement de 
la valeur de seuil de l’inversion de population ne peut déjà plus 
compenser la diminution du gain lors du passage aux fréquences 
latérales ultérieures ; il s'ensuit que lors de le croissance illimitée de 
l'intensité de pompage, le nombre de modes de l'oscillateur reste 
quand même fini et pas trop grand. 

Le mécanisme de la compétition spatiale des types transversaux 
des oscillations est parfaitement analogue. Si l’intensité du pompage 
est répartie régulièrement suivant la section du résonateur, le pre- 
mier à être amorcé est le mode aux pertes par diffraction les plus 
petites. À mesure que la puissance de la génération augmente, la 
répartition de l’inversion de population devient de plus en plus irré- 
gulière suivant la section, la moyenne suivant la section de l'inver- 
sion de population augmente jusqu’au seuil d’amorçage du mode 
transversal suivant, etc. 

De le sorte le caractère multimode apparaît en premier lieu du 
fait que dans les types des oscillations isolés l’intensité du rayonne- 
ment se répartit irrégulièrement suivant le volume du résonateur. 
Cette idée énoncée clairement dans les articles mentionnés de Tang 
et Statz, a été très vite confirmée par l'expérience. Les auteurs de 
[87 à 89] ont utilisés des procédés divers pour éliminer la modulation 
de l'intensité du rayonnement suivant la longueur du résonateur 
(le plus simple consiste à utiliser le résonateur en anneau à onde 
progressive [87]) ; en effet, dans tous les cas on a observé une diminu- 
tion brusque de la largeur du spectre par rapport aux lasers du type 
courant. 

Méthodologie et certains résultats du calcul du régime multimodes. 
Pour calculer dans le cadre du modèle décrit le régime stationnaire 
multimode, il faut résoudre le système d'équations, dont chacune 
constitue la condition du maintien de l’amplitude constante dans le 
temps d’un des modes présents. Dans le cas d’un milieu à quatre 
niveaux à niveau opératoire inférieur non peuplé, l'écriture d'un tel 
système relatif au problème de la recherche du spectre de rayonnement 
est de la forme 
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ici g; = qo + test l'indice axial ; ë, le numéro du mode (lu à partir 
du centre de la raie de luminescence, où g = q,:); k$, le coefficient 
de gain sur la fréquence centrale en l’absence d'oscillations; #%; — 
= # (vi), 4 (v), la fonction qui décrit la forme du contour de la raie 
de luminescence (au centre de la raie %,= 1 ; pour les autres fréquen- 
ces, 4 < 1); À;, la puissance de diffusion de l'énergie du i-ième 
mode (y compris la puissance du rayonnement émergeant du résonateur) 
en unités sans dimensions correspondantes ; 6,!, les pertes inactives : 
R”, le coefficient de réflexion du miroir de sortie. On admet que la 
génération se réalise sur 2r + 1 fréquences symétriques par rapport 
au centre de Ja raie. 

Le facteur 1 — cos 2q;nz/l = 2 sin* q;nz/l des formules (12) décrit 
la répartition de l’intensité de l’i-ième oscillation le Jong du résona- 
teur (on admet que R” est voisin de l'unité); l'expression Æ£ [1 + 


+ D pda (1 — cos 2g,x2/1)17! est la répartition du gain de la fré- 
k 


quence centrale qui s'établit sous l'action globale du champ tout 
entier du rayonnement. Ceci montre que l'intégrale de (12) est le 
gain à la fréquence de l’i-ième mode, mis en moyenne suivant 
la longueur du résonateur, et calculé avec un poids égal à la fonction 
de répartition de l'intensité du mode donné. De Ja sorte, le sens des 
conditions (12) est parfaitement clair ; pour les modes présents dans le 
rayonnement l’'amplification doit être égale aux pertes; pour les 
autres modes, elle doit être inférieure aux pertes (autrement, le régi- 
me sera instable). Notons encore que la mise en moyenne du gain 
utilisée ici est fondée sur le calcul du nombre de processus d’émis- 
sion induite provoqués par le champ du mode donné. Ainsi, au fond, 
les formules (12) sont les conditions du bilan du nombre de pho- 
tons dans les modes isolés. 

A titre d'exemple de l'aspect que prennent les résultats de la 
résolution du système (12) indiquons la figure 2.15 déjà connue, sur 
laquelle les ronds représentent les données sur le spectre du rayonne- 
ment calculées dans [62] pour les mêmes conditions que celles des 
mesures expérimentales. Il est clair que les formes des répartitions 
établies par calcul et par expérience sont suffisamment proches. 

Un système de conditions analogue à (12) peut s’écrire également 
pour le calcul de la répartition de l’intensité entre les modes trans- 
versaux. Dans ce cas le facteur x qui dépend de la fréquence peut être 
omis, alors qu'il faut ajouter aux pertes par absorption inactive et 
par transparence du miroir de sortie déjà évaluées par (12) les pertes 
par diffraction qui dépendent de l'indice transversal. Le changement 
principal consiste, certes, à remplacer les expressions 1 — cos 2qg;rz/l 
qui décrivent la répartition de l’intensité suivant l’axe du résonateur, 
par les fonctions de répartition des intensités de différents modes 
transversaux suivant la section du résonateur. C'est là que nous tom- 
bons sur l’une des difficultés principales de la théorie des resonateurs 
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à remplissage. Toute irrégularité dans la répartition du gain suivant 
le volume du résonateur (y compris celle qui apparaît sous l’action 
du champ de génération lui-même) doit, en général, entraîner la 
modification de la structure des champs des modes isolés par rapport 
à leur structure dans un résonateur vide. Tant qu’on discutait de la 
composition spectrale du rayonnement, on pouvait ne pas en tenir 
compte : la période de la modulation spatiale du gain le long de l’axe 
du résonateur est si petite (—À/2) que durant cette période aucun chan- 
gement quelque peu perceptible des densités des flux qui se déplacent 
dans des sens opposés ne se manifeste pas. I] s'ensuit que l’interfé- 
rence de ces flux est décrite avec une grande précision par l’expres- 
sion { — cos 2qrz/l. 

Lorsqu'on aborde l’étude de la divergence du rayonnement, la 
situation change brusquement : la période de la modulation spatiale 
dans le sens transversal aussi bien des champs des modes inférieurs 
que de la répartition du gain observé en présence des champs assez 
intenses, est comparable avec les dimensions des miroirs. La largeur 
des zones à l’intérieur desquelles le gain prévaut sur les pertes, ou, 
à l'inverse, est plus faible, n’est donc pas si petite. Puisque les ondes 
lumineuses qui composent les modes transversaux sont faiblement 
inclinées sur l’axe du résonateur, au passage en travers d’une telle 
zone correspond un chemin bien plus grand le long de l’axe du réso- 
nateur. Il en résulte que dans les tronçons correspondants les ondes 
lumineuses peuvent être amplifiées ou atténuées d’une façon impor- 
tante par rapport au cas du résonateur vide. Ceci doit entraîner à son 
tour des modifications importantes aussi bien de la forme de répar- 
tition du champ que de la valeur des pertes par diffraction. 

Néanmoins, une grande partie des travaux consacrés aux calculs 
concrets de la compétition des modes transversaux font appel aux 
mêmes valeurs des pertes par diffraction et de la répartition des champs 
que dans le cas d’un résonateur vide. Cette procédure est la plus justi- 
fiée pour les résonateurs stables : les dimensions caractéristiques de 
la structure transversale des champs dans ces résonateurs sont plus 
petites que celles des résonateurs plans (le paragraphe suivant traitera 
aussi des causes qui sont à l’origine d’une sensibilité plus faible des 
résonateurs stables aux diverses formes de perturbations). C'est ce 
qui fait que les ouvrages consacrés aux résonateurs stables sont en 
principe plus dignes de foi. 

Notons d’abord que dans le cas desrésonateursstables la fréquence 
des oscillations propres dépend fortement non seulement de l'indice 
axial, mais aussi de l'indice transversal (cf. $ 2.1: il est courant 
que les grandeurs 6, et 6 dépassent sensiblement ici les correc- 
tions de phase dans un résonateur plan). C’est pourquoi il devient 
plus compliqué d'obtenir le spectre du rayonnement ; un très grand 
nombre de modes rend la largeur du spectre bien plus petite que cela 
devrait être d’après la résolution de (12). Pour ce qui est de la diver- 
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Ce 1 


gence du rayonnement, son évalution reste possible sans tenir compte 
de la structure du champ le long de l’axe du résonateur. 

Les résultats enregistrés par les auteurs des ouvrages correspon- 
dants (90, 91, 53] se sont avérés pleinement conformes aux données 
d'expérience. Le premier d’entre ces ouvrages est dû à Fox et Li; 
il est réalisé par des méthodes numériques exactes qui tiennent 
automatiquement compte aussi bien 
des déformations des modes par la 
répartition irrégulière du gain, que de 
l'instabilité éventuelle du régime 
cinétique ; les ouvrages qui suivirent 
ont appliqué une méthode moins 
rigoureuse exposée dans ce qui pré- 
cède, mais qui permet, pourtant, 
d'évaluer les fluctuations des para- 
mètres du résonateur dans une marge 
beaucoup plus grande. Quelle que soit 
la façon de procéder, l'augmentation FLE + Haine ges 

: dé . : 1, 
DENBTESSEVE de 1 int ensit S du PORPase 2 — répartition des champs des 
s’accompagnait de l’« éviction » succes- Lhodes transversaux différents 
sive des modes d'ordre inféricur par suivant la section du résonateur 
les types d'oscillations aux indices (représentation conventionnel- 
transversaux plus élevés. Ce processus sr 3 — répartition du gain lors 

| | : e l'accrochage simultané des 
s'explique par le fait que dans le cas Joux modes 
des résonateurs stables le rayonne- 

ment des modes d'ordres élevés se 
distribue dans un plus grand volume que le rayonnement des modes 
inférieurs (cf. fig. 2.1, 2.2). [l en résulte la situation illustrée par la 
figure 2.17. Sa courbe 2 représente par convention la répartition de 
l'intensité du champ du mode inférieur ; la courbe 7, du mode d’un 
rang plus élevé. Si ces deux modes étaient amorcés simultanément, 
la répartition du gain sous l’action globale de leurs champs aurait 
pris la forme de la courbe 3. Il est clair que pour le mode inférieur la 
valeur moyenne efficace du gain s'avère plus petite dans ce cas 
que pour le mode d'ordre élevé, ce qui témoigne du fait qu'il est 
impossible de les amorcer simultanément avec des intensités compa- 
rables. 

Compétition des modes transversaux dans les lasers à résonateurs 
plans. Examinons maintenant de plus près les lasers à résonateurs 
plans. Îl n’y a aucune raison d'admettre que la valeur de la divergence 
du rayonnement diffère sensiblement suivant qu'il s’agit des miroirs 
ronds ou carrés de même surface. Pour ce qui est des miroirs carrés, 
ou dans le cas général, des miroirs rectangulaires arbitraires, dans le 
cadre du modèle le plus simple décrit ci-dessus la divergence suivant 
l’une quelconque de deux directions réciproquement perpendiculaires 
peut être calculée indépendamment de la divergence suivant l’autre 
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direction [84, 86] (de la façon d’après laquelle peuvent être détermi- 
nés indépendamment la divergence et le spectre du rayonnement). 
La résolution de système d'équations du type (12) en utilisant 
les valeurs des pertes par diffraction, calculées pour un résonateur vide, 
et les fonctions approchées de la répartition de l’intensité suivant la 
, . ? 11) 77 ; 
section de la forme | u, (x) | = ( es ) (cf. (11)) amène 
les résultats suivants [86]. Si le pompage est régulier, la puissance 
À m diffusée par les modes transversaux isolés d’un résonateur lamel- 


> . . . \ « 
laire (dans le cas des miroirs rectangulaires A, = * Amn), S'avère 


n 

répartie entre eux suivant la loi 4, = A, — Bôn, où 26, sont les 
pertes par diffraction (dans le cas des miroirs rectangulaires c'est 
la partie des pertes par diffraction liée à la structure du champ dans 
la direction donnée, cf. $ 2.2). A, et B son les paramètres qui dépen- 
dent des propriétés du milieu et du résonateur, ainsi que de l’inten- 
sité de pompage. La puissance maximale est absorbée par le mode 
inférieur à pertes par diffraction minimales. De la sorte, dans les 
résonateurs plans, l’amorçage des modes de rangs élevés n’entraîne 
nullement l'élimination des modes inférieurs (il s'ensuit que les 
volumes de tous les modes sont à peu près les mêmes). Dans un réso- 
nateur bidimensionnel, le nombre de modes X et, par suite, la valeur 
de la divergence dans l’une des direction @ — KAÀ/2a, tendent rapide- 
ment vers les valeurs limites à mesure que l'intensité de pompage 
dépasse la valeur de seuil, (X = 1)/x, où x est le paramètre 
égal pour un milieu à quatre niveaux au rapport de l'intensité de 
pompage à sa valeur de seuil). Pour la répartition régulière d’un pom- 
page suffisamment intense et À > 3 on vérifie les formules simples 
suivantes 


Kæ1,5y 6+1n(t/VR)alViLe 


6 — 0,7 y Cl+lin(1/VR) VAL 


où Leg — L—1(1 — 1/n0); L est la distance entre les miroirs; 4, 
la longueur du barreau à faces planes fait d’un matériau à l’indice 
de réfraction #09 (cf. les commentaires de la figure 1.18, $ 1.3). 

Ces formules montrent que puisque X © a, la divergence du 
rayonnement ne décroît pas avec l'augmentation de la section des 
éléments actifs, mais s’écarte de plus en plus de la limite de diffrac- 
tion ; la validité de cette conclusion a été confirmée, en particulier, 
par une vérification expérimentale directe pour le cas du laser à verre 
au néodyme [26]. 

Dans le cadre du même modèle il n’est pas compliqué d'évaluer 
encore l'influence de l’irrégularité de la répartition du pompage et 
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des pertes suivant la section du résonateur [86]. Bien des choses dépen- 
dent ici de la forme concrète de ces répartitions. Sans entrer dans 
le détail il convient de noter la tendance suivante: en général le 
champ de rayonnement qui tend à s'établir dans un laser est tel 
que la répartition résultante du gain s’approche au maximum de la 
répartition des pertes (c’est-à-dire tel que dans toute la section soit 
observée la condition de seuil). Si un tel champ de rayonnement peut 
être représenté sous la forme d’une somme des champs de plusieurs 
modes inférieurs, ce sont précisément ces modes qui seront générés. 
C'est là un témoignage non seulement d'une divergence de rayonnement 
relativement peu grande, mais encore du fait que dans ce cas le 
modèle de calcul lui-même n’est pas tellement grossier : lorsque la 
condition de seuil est respectée dans toute la section du résonateur, 
les modes ne sont pas déformées, et il devient justifié d'utiliser pour 
la description de la structure modale les mêmes formules que pour 
un résonateur vide. Une analyse bien simple montre qu'une telle 
situation doit s’observer le plus souvent lorsque le rapport de l’inten- 
sité du pompage aux pertes diminue progressivement du centre vers 
les bords du résonateur ; dans ces conditions, l’intensité du mode 
inférieur augmente sensiblement par rapport au cas du pompage et 
des pertes réparties régulièrement *). 

Si, au contraire, le rapport indiqué croît avec l'éloignement de 
l'axe, ceci doit s'accompagner de déformations perceptibles des modes 
et définir en général une divergence plus grande. Enfin, lorsque la 
distribution du pompage (et des pertes) est nettement asymétrique, 
les déformations des modes, aussi bien que la divergence du rayonne- 
ment, doivent être particulièrement grandes. En effet, dans le cas 
considéré, l’idée que la génération peut s'effectuer sur les types des 
oscillations proches quant à leur structure des modes du résonateur 
vide idéal conduit à une contradiction logique. C'est que la somme 
des intensités d’un nombre quelconque de modes du résonateur idéal 
est toujours répartie symétriquement suivant la section et ne peut pas 
« corriger » l'asymétrie de la répartition du gain due au pompage 
irrégulier. Ceci à son tour doit conduire à une déformation impor- 
tante des modes, ce qui contredit l'hypothèse initiale. 

Toutes les lois qui viennent d’être énoncées sont en effet observées 
dans l'exploration des lasers, si on prend des mesures pour réduire 
au minimum les aberrations de phase du résonateur. Ainsi, [92] 
indique qu'une grande concentration de pompage sur l'axe du bar- 
reau cylindrique a entraîné la diminution de la divergence. Les résul- 
tats de la comparaison méticuleuse des cas de répartition symétrique 
et asymétrique du pompage suivant la section du résonateur [81] 


*) Dans les lasers réels les effets de ce type peuvent se manifester seulc- 
ment en l'absence totale des déformations du résonateur quelles qu'elles soient, 
y compris des déformations thermiques. 
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Fig. 2.18. Répartition angulaire du rayonnement laser lors du pompage irré- 
gulier dans l’une des directions et conforme à la répartition du pompage ({81]. 


présentent également de l'intérêt ; ils peuvent servir de bonne illustra- 
tion aux considérations exposées (fig. 2.18). L'objet d'exploration 
a été un laser à élément actif à verre au néodyme à section rectangu- 
laire. La répartition du pompage dans l’une des directions, suivant la 
grande dimension de la section, était régulière, alors qu'elle variait 
suivant l’autre direction (fig. 2.18, a). Cela entraînait dans la direc- 
tion correspondante la fluctuation de la divergence (fig. 2.18, b). 
L'asymétrie marquée de la répartition angulaire, la répartition du 
pompage étant aussi asymétrique, témoigne l’une forte déformation 
des modes, du fait que les modes d'un résonateur idéal ont une répar- 
tition symétrique dans la zone éloignée. 

Inconvénients du modèle et moyens de le mettre au point. Bien 
que le modèle le plus simple du régime multimode décrit dans ce qui 
précède permet de donner une explication véridique des lois observées 
expérimentalement, il n’est pas évident, et de loin, qu’on peut s’en 
servir pour évaluer quantitativement la divergence. En effet, comme 
nous l’avons vu, la répartition des champs d’un résonateur vide ne 
peut être utilisée que dans certains cas particuliers, alors que dans 
les autres cas, en général, on ne doit pas négliger les déformations des 
modes dues à la répartition irrégulière du gain (ou des pertes). L'hy- 
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pothèse suivant laquelle les différences de fréquences qui participent 
à la génération des modes transversaux sont suffisamment grandes 
n’est pas non plus bien justifiée pour le cas d’un grand nombre N 
de zones de Fresnel. Enfin, la répartition stationnaire de l'intensité 
de rayonnement entre les modes isolés prédite dans le cadre de l’ap- 
proximation donnée n’a jamais été observée le plus souvent par suite 
du fameux régime de « pics » chaotiques. Il est vrai que nous avons 
expliqué au $ 1.4 pourquoi les caractéristiques énergétiques du 
générateur dans le cas de la mise en moyenne suivant un nombre de 
« pics » assez grand doivent correspondre aux données des calculs 
en approximation stationnaire; ces mêmes considérations peuvent 
aussi être formulées pour justifier le modèle discuté, mais son imper- 
fection est quand même évidente. 

De nombreuses tentatives ont été entreprises pour rendre mieux 
compte de tous les processus dont les lasers sont le siège. Parmi ces 
tentatives il faut noter celles de Tang et Statz (83, 84] déjà mention- 
nées, qui ont effectué des calculs numériques des processus d’établis- 
sement du régime multimode après le déclenchement du pompage 
auparavant absent. Ces calculs ont utilisé les relations du type (12) 
qui, tout en tenant compte des relations entre À,et le temps, formaient 
un système d'équations différentielles de la forme d In À;/dt — 
= Fi (4, À, . ..). Il s’est avéré que malgré la répartition station- 
naire de l'intensité entre les modes isolés, qui s'établit finalement, 
la durée du processus est très grande et les oscillations de l’intensité 
globale observées sont irrégulières et ressemblent aux « pics » chaoti- 
ques des expériences. On pouvait comprendre que les plus petits 
défaillances du fonctionnement des générateurs dues à l'instabilité 
du pompage, la variation des paramètres du résonateur par suite des 
vibrations, des effets thermiques, etc., suffisent pour que les fluctua- 
tions de l’intensité se poursuivent indéfiniment. Par la suite de nom- 
breuses recherches expérimentales (par exemple, [93, 94]) ont montré 
que les origines du régime de « pics » sont précisément de cette sorte. 

Nous n’examinerons pas ici les résultats d’autres travaux consacrés 
à l’étude détaillée des régimes multimodes et, en général, à l’étude 
de la cinétique du rayonnement des lasers à résonateurs plans. Bien 
que parmi ces travaux il y en ait de très intéressants, ils examinent 
quand même des cas plutôt particuliers, ou emploient des modèles 
qui ne sont pas bien meilleurs que celui décrit plus haut. D'autre 
part, le comportement des lasers réels à résonateurs plans dépend 
fortement de facteurs si nombreux, souvent incontrôlables par des 
expériences les plus rigoureuses, qu'il est impossible de les prévoir 
tous. 

À l'appui de cette idée voici un exemple suggestif. Quel que 
soit le modèle d’un laser à résonateur plan, on introduit d’une façon 
ou de l’autre les conditions aux limites sur le bord du résonateur ou 
on se donne les valeurs des pertes par diffraction définies par les ef- 
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fets sur les bords. En particulier, pour déduire les formules ci-dessus 
du nombre de modes transversaux amorcés simultanément et de la 
divergence, on a utilisé les valeurs des pertes par diffraction calculées 
au 82.2: 25,=p/ FLD = 0,26 (m + 1ÿa (AI). Mais 
pour le calcul des pertes elles-mêmes on supposait que les mi- 
roirs du résonateur sont alignés exactement et que leurs dimensions 
sont égales ; si ces conditions ne sont pas respectées, toutes les formu- 
les deviennent en général incorrectes. 

Pour comprendre quels écarts de la géométrie parfaite peuvent 
conduire à de tels effets, revenons aux figures 2.7, 2.9. Si le bord 
d’un des miroirs sera déplacé dans le sens transversal de Aa = al 
par rapport au bord de l’autre miroir, l’un des miroirs couvrira 
l'onde réfléchie sur le bord de l’autre miroir en perturbant sensible- 
ment ainsi l’allure de la diffraction par le bord. Les angles d'’incli- 
naison des ondes qui composent le mode d'indice transversal m 
m <- 1 

2 
ce mode soit perceptible, il suffit que l’imprécision de la position 
réciproque des miroirs ou l'inégalité de leurs dimensions atteint la 
valeur Aa = Rene ma 

2 2a 4N 
d’un des miroirs dépasse de cette valeur la demi-largeur de l’autre 
miroir, on peut admettre en première approximation que le miroir 
donné est infiniment grand. Un aller-retour effectué par un rayon 
lumineux dans un tel résonateur est équivalent à la traversée d’un 
résonateur plan symétrique de double longueur; les pertes par dif- 


fraction rapportées à l’unité de longueur augmentent alors de V2 
fois. 

De cette façon, pour W >> 1 des écarts très faibles de la symétrie 
du résonateur suffisent pour que les pertes par diffration des modes 
inférieurs changent. Dans la valeur des pertes peut intervenir l’action 
fréquente de la diffusion de la lumière sur les surfaces latérales de 
l'élément actif ou les parois de la cuve, etc. Il est vrai que dans le 
cas de grands À, les modes transversaux sont excités en grand nombre ; 
les propriétés des modes d'ordre élevé sont moins susceptibles de 
subir l'influence des interventions fortuites (c'est que la valeur cri- 
tique des écarts de la géométrie idéale Aa = m + 1); il s'ensuit que 
les évaluations théoriques du nombre de modes général conservent 
quand même un certain sens. 

Les tentatives de créer des modèles du régime multimode dans 
un laser à résonateur plan plus adéquats à la situation réelle se pour- 
suivent encore. Pourtant, il semble qu’elles ne peuvent aboutir qu’à 
une justification plus profonde du fait depuis longtemps évident 
pour les expérimentateurs que les résonateurs plans à grand nombre 
de zones de Fresnel ne peuvent pas assurer une petite divergence limite 


s- ; de la sorte, pour que la variation des pertes de 


valent &« = 


a. En particulier, si la demi-largeur 
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du rayonnement même lorsque l’homogénéité du milieu est parfaite. 
Il convient donc mieux de passer à l’étude des aberrations à l’inté- 
rieur d’un résonateur. 


$ 2.5. Influence des déformations du résonateur 
sur la configuration des champs de certains modes 


Dans le présent paragraphe nous examinerons la question de la 
variation de la forme de répartition des champs des modes isolés 
sous l'influence de divers types des aberrations à l’intérieur du réso- 
nateur. Puisque ce qui nous intéresse finalement, c’est l'obtention 
d’une petite divergence, nous envisagerons surtout le cas des inhomo- 
généités optiques relativement peu grandes. 

Quelques remarques générales. Théorie des perturbations. La lit- 
térature consacrée à la déformation des modes dans les résonateurs 
à faibles pertes par diffraction est très vaste. La plupart des résul- 
tats raisonnables sont obtenus soit par la méthode itérative, proposée 
par Fox et Li [9], soit par la résolution directe des équations diffé- 
rentielles du champ électromagnétique, soit enfin par le développe- 
ment en série suivant les fonctions propres du résonateur idéal. 
Cette dernière méthode est très suggestive et permet d'examiner 
sous la même optique l'influence des facteurs les plus divers. 

Le développement d’une répartition arbitraire du champ en série 


suivant les fonctions propres u,, de l'opérateur du résonateur idéal P 
(cf. $ 1.3) n’est possible, en toute rigueur, que dans le cas où ces 
fonctions forment un système complet. Ce ne sont que des résonateurs 
stables à miroirs infinis qui possèdent un système complet de fonc- 
tions propres ; à partir de 1964 la théorie des perturbations est large- 
ment appliquée pour leur calcul [95, 96]. Lorsque les miroirs ont des 
dimensions finies, comme l’a montré Veinstein [3], les fonctions 
propres des résonateurs ouverts ne forment pas de système complet. 
Qui plus est, pour les modes d'ordre très élevé, même la formulation 
scalaire du principe de Huygens-Fresnel qui est à la base de notre 
exposé, devient inapplicable. Pourtant, dans le cas des résonateurs 
stables, les fonctions propres associées aux modes à indices transver- 
saux peu grands coïncident pratiquement avec celles des résonateurs 
à miroirs infinis, et dans le cas des miroirs plans sont très proches 
des fonctions propres d'un résonateur fermé à miroirs plans lui aussi, 
qui, comme on le sait, forme une collection complète. Par ailleurs, les 
coefficients de Ja série correspondante diminuent rapidement et on 
peut se borner à quelques premiers de ses termes. C’est pourquoi 
le développement en série suivant les fonctions propres des résonateurs 
aussi bien stables que plans est quand même légitime (pour le cas 
du résonateur plan une justification plus détaillée est donnée par 
[971) et conduit aux résultats qui coïncident pratiquement avec les 
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données des calculs exacts sensiblement plus laborieux. Pour de 
petites aberrations on peut appliquer la théorie des perturbations. 
En première approximation de cette théorie les solutions de l’équa- 
tion (P + P')uh = Brun, qui correspond au résonateur à aberra- 
tions, sont décrites par les formules 
; | Pk 
Umn—=Umr 2 Amhük) Om = D pr 


Br = Bm + Prm- 


Ici P' est l'opérateur de perturbation ; u,, et BA, les fonctions et les 


c 


valeurs propres du résonateur à aberrations; Pin = } ur P'umds, les 


(13) 


éléments matriciels de l'opérateur de perturbation. 

L'aspect mathématique de la théorie des perturbations est expli- 
cité dans tout manuel de mécanique quantique. La seule différence 
entre les relations mentionées ci-dessus et les relations usuelles est 
que l’intégrand de la formule de P;, ne comporte pas l'opération 
de conjugaison complexe d’une des fonctions propres (la justifica- 
tion des avantages que présente cette écriture précisément est donnée 
par (95, 96]). Voici le sens de ces relations dans notre cas. Les élé- 
ments matriciels de l’opérateur de perturbation ne sont rien d’autre 
que les amplitudes relatives des ondes lumineuses, diffusées par la 
perturbation à partir d'un mode oscillant dans un autre mode (on 
peut s’en convaincre en considérant des formes concrètes de l’opé- 
rateur de perturbation). Les grandeurs a, sont les amplitudes des 
oscillations induites; elles sont donc, naturellement, inversement 
proportionnelles aux différences des fréquences de la « force induc- 
trice » et des oscillations libres du système B,, — B;. Dans le cas des 
résonateurs stables ces différences sont généralement de nombreuses 
fois supérieures aux différences relatives aux miroirs plans (cf. égale- 
ment au paragraphe précédent la note sur le spectre du rayonnement 
des lasers à résonateurs stables). 

Cette circonstance est la source principale de la dépendance rela- 
tivement faible de la forme de répartition du champ dans les résona- 
teurs stables non seulement par rapport aux désalignement des miroirs 
(auxquels est dû surtout le déplacement de l’axe du résonateur), mais 
aussi par rapport aux aberrations d’autres types. Il en résulte que 
la divergence du rayonnement d’un laser à résonateur stable est défi- 
nie généralement non pas par l'influence des aberrations, mais par la 
présence des modes oscillants d'ordre élevé (cf. $$ 2.3, 2.4). C'est 
pourquoi nous enverrons les lecteurs désireux de faire une plus ample 
connaissance du comportement des résonateurs stables en présence 
des aberrations à une littérature très abondante (par exemple, (95, 96, 
98, 99])), en nous bornant à discuter des résonateurs à miroirs plans. 
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Dans le cas des miroirs plans à grand nombre de zones de Fresnel, 
l’action de l'opérateur P se ramène dans une grande mesure à une 
translation du front d’onde, le « brassage » diffractif n’est pas grand. 
D'après les commentaires à la formule (1.2) ($ 1.1), en un point 
arbitraire de la surface du miroir d’un résonateur (cf. le schéma 
équivalent de la figure 2.19) la source du champ est au fond le champ 
de l’onde initiale dans le domaine @Q autour de ce même point, qui 
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Fig. 2.19. Schéma équivalent d’un résonateur à miroirs plans: 7, 11 — miroirs; 
[I — zone de perturbation. 
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couvre quelques zones de Fresnel. Cette circonstance rend sensible- 
ment plus facile le calcul des éléments de matrice de l’opérateur de 
perturbation. 

En effet, supposons que la source de perturbation soit concentrée 
dans une zone qui s'étend sur une petite partie de la longueur du 
résonateur (fig. 2.19); lorsque l’onde la traverse, son amplitude est 
multipliée par le facteur d’aberration f (r) qui change lentement 
suivant la section du résonateur (dans le cas général ce facteur con- 
tient des corrections d'amplitude et de phase). Si dans les limites du 
domaine © les variations de f (r) ne sont pas grandes, la répartition 
du champ de l’onde qui a effectué un aller-retour dans le résonateur 
s'avère multipliée par f° (r) indépendamment de l'emplacement de la 
zone de perturbation suivant la longueur du résonateur. On peut 
donc admettre que toutes les sources d’'aberrations de cette sorte 
(y compris le milieu actif excité irrégulièrement) se concentrent en 
zones étroites au voisinage des miroirs, ce qui a été précisément le 
fait de nombreux ouvrages (par exemple, (100, 101, 90, 86]). 

I1 s'ensuit que l’opérateur du résonateur à aberrations peut être 
mis sous la forme FP, où F est le facteur qui décrit l’action globale 
de toutes les sources d’aberrations; l'opérateur de perturbation 
P°=FP—P=(F—1)P, d'où 


Phm © [ua (r) um (r)LF(r)—11ds (14) 
(on a utilisé B, & 1). 


Pour calculer les coefficients du développement a»: d’après 
les formules (13), (14), il est avantageux de simplifier encore en 
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remplaçant aussi bien les fonctions propres que les valeurs propres 
par les grandeurs correspondantes relatives au résonateur fermé. 
En effet, puisque pour V > 1 la quantité B/M des formules (11) 
est un petit paramètre, les fonctions propres d'un résonateur lamel- 
cos \ fr(m+iÂ)z 4 
sin DE. 
résonateur fermé. Pour ce qui est de la différence des valeurs 
propres, pour un résonateur ouvert elle est déterminée, aux termes 
de même ordre de petitesse près, par la valeur des corrections de 
phase 6,. A la différence des pertes par diffraction les corrections de 
phase ne dépendent pratiquement pas des décalages parallèles for- 
tuits ou de l'inégalité des grandeurs des miroirs (cf. la fin du para- 
graphe précédent) et coïncident avec les corrections pour un résona- 
teur fermé. Dans le cas bidimensionnel 


laire ouvert sont proches des fonctions u», (x) — 


Me (m4),  Bm—Br © (Em) D. 


Il s'ensuit que l’action des perturbations sur la forme de réparti- 
tion du champ dépend peu de l’aléatoire. C’est pourquoi les rensei- 
gnements obtenus à l’aide de l’approximation qui précède donnent 
une caractéristique objective du champ de rayonnement des lasers 
réels ; le calcul de l'influence exercée par les perturbations sur la 
valeur des pertes par diffraction impose une analyse bien plus com- 
pliquée (par exemple, [1021). 

Résonateurs plans aux aberrations faibles. Commençons notre 
étude des types concrets des perturbations par les aberrations de 
phase pures. Ses résultats se rapportent dans une certaine mesure non 
seulement aux résonateurs vides, mais aussi au régim2 multimode, 
lorsque le gain sur toute la section du résonateur voisine avec la 
valeur de seuil (cf. $ 2.4) et, de cette façon, les perturbations d'ampli- 
tude sont peu grandes. 

La source la plus fréquente des aberrations du premier ordre (coin 
optique) est le non-parallélisme des miroirs. Dans ce cas, pour un 
résonateur bidimensionnel (lamellaire) 


F(a)—1=exp(i 2er) —1 wi Te. 


(e est l’angle entre les miroirs). L'opérateur de perturbation est anti- 
symétrique ; il s'ensuit que ce ne sont que les ax à | m — k | impairs 
qui sont différents de zéro. Une analyse bien simple montre qu’avec 
l'augmentation de l'angle de désajustage e le maximum dans la répar- 
tition du champ se déplace monotonement du côté des bords plus 
éloignés des miroirs (la conclusion contraire de la monographie [3] 
est fondée sur des raisonnements inexacts). En particulier, l’expres- 
sion de la fonction propre du mode inférieur est de la forme u, = 


& U +4 — Nu, ([97] : fig. 2.20, a). D'après cette expression le mode 
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b) c) 
Fig. 2.20. Influence des aberrations de phase sur la répartition du champ du 


mode inférieur fondamental: a) désalignement des miroirs; b) miroirs con- 
caves; c) miroirs convexes. 


principal s'avère sensiblement déformé déjà avec de très petits angles 
de désajustage. Lorsque & atteint la valeur À/4aN, la divergence du 
rayonnement du mode fondamental change à peu près du simple 
au double [103]; en même temps, la théorie des perturbations elle- 
même cesse d’être applicable pour la description de ce mode. 
Puisque ô — (m + 1)°, les déformations des modes diminuent 
brusquement avec l'augmentation de l’indice transversal. Ceci amène 
que dans le régime multimode usuel la valeur générale de la diver- 
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gence est bien moins sensible aux désajustages que la configuration 
du champ du mode fondamental. 

Des renseignements plus détaillés sur la structure du champ et 
les pertes par diffraction dans les résonateurs à miroirs plans désajus- 
tés sont fournis, par exemple, par [79, 80, 99, 102, 104 à 106]. Dans 

le dernier de ces articles les résultats 


d”! N=700 correspondants sont obtenus sous une 
_» forme analytique par la méthode de 
1 Veinstein. Fait remarquable: confor- 


mément aux données de [102], le ren- 
forcement du désajustage entraîne que 
4 les pertes par diffraction augmentent 
le plus vite dans le cas des modes 
d'ordre inférieur (c’est-à-dire à plus 
F petit nombre de «nœuds» de réparti- 
4 tion du champ). Il en résulte que les 
courbes du diagramme qui traduit le 
rapport entre les pertes de différents 
modes et l'angle de désajustage se 

coupent (fig. 2.21). 
Une intersection analogue des cour- 
y bes a été également enregistrée par 
Pl g?_# l’auteur de [107] dans les calculs sui- 
À/a vant la méthode itérative du résona- 
teur plan à fortes aberrations irrégu- 
Fig. 2.21. Pertes par diffraction lières dues aux déformations thermi- 
de Ce FpnAeUE à D ques de l'élément actif dans des systè- 
on du désoteed [102] 1 mes d'éclairage imparfaits. Ce fait 
TEMy0: 2—TEMu: 3—TEM:; Montre que pour des résonateurs à 
4 — TEM5; 5 — TEMn. grandes pertes par diffraction les ten- 
tatives de classifier les modes suivant 
la valeur de ces pertes peuvent très bien conduire à des 
malentendus; un malentendu de cette sorte sera décrit au $ 3.3. 
Les propriétés d’un résonateur plan présentent également de l’in- 
térêt en présence des aberrations de deuxième ordre (miroirs faible- 
ment concaves ou convexes, petite lentille thermique, etc.). Dans le 
cas d’un résonateur lamellaire l'opérateur de perturbation pour les 
aberrations du deuxième ordre est de la forme F (x) — 1 = 


Æ LE 2h (x/a)”°, où k est la différence des distances entre les miroirs 
au bord et au centre du résonateur (fig. 2.20, b, c). L’operateur est 
symétrique: u, & uo — 0,6 _ Nus [97]. 

Avec hk << 0 (miroirs concaves) le champ du mode inférieur se 


concentre naturellement près de l’axe du résonateur (ass >0; cf. 
fig. 2.20, b). Dans ces conditions les pertes par diffraction diminuent 
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(102, 104]. Lorsque les flèches atteignent la valeur | h | > ÀA/10N, 
pour calculer la répartition dans le mode fondamental on peut déjà 
recourir à la théorie des résonateurs stables. 

Pour À >> 0 (miroirs convexes) la répartition du champ suivant la 
section du résonateur devient plus regulière (fig. 2.20, c); les pertes 
par diffraction augmentent brusquement. 

Maintenant examinons comment changent les champs des modes 
en présence des aberrations d'amplitude. La source des aberrations 
d'amplitude est la répartition irrégulière de l’inversion de popula- 
tion ou des pertes suivant la section du résonateur. Kouznétsova 
[108] a montré que les aberrations d'amplitude s’accompagnent 
d'une « diffusion » du rayonnement dans les zones de faible inversion 
(ou à grandes pertes) à partir des régions où le gain prédomine sur les 
pertes. Il en résulte que la surface équiphase s’incurve de plus en 
plus, et même pour le mode inférieur la divergence du rayonnement 
peut différer sensiblement de la limite de diffraction. 

Fait curieux: la répartition irrégulière de l’inversion de popula- 
tion peut amener non seulement des aberrations d'amplitude, mais 
aussi des aberrations de phase. Ainsi, si le rayonnement est émis 
aux fréquences éloignées notablement du centre de la raie de lumi- 
nescence, on observe le phénomène de dispersion anomale (cf., par 
exemple, [109]). Il en résulte que l’indice de réfraction devient dépen- 
dant de la valeur de l’inversion de population; de plus, pour les fré- 
quences situées de part et d'autre du centre de la raie, les variations 
de l'indice de réfraction sont de signes opposés. 

Pour comprendre comment s'exerce l’action des aberrations 
d'amplitude aussi bien que des aberrations de phase, on peut faire 
appel à cette même théorie des perturbations. La quantité F# — 1 
qui détermine les éléments matriciels de l'opérateur de perturbation 
s'écrit dans le cas général {97] 


exp (k.l) (1 —p) exp [i (née + AL) |—1 S 
Æ kgl—p+i (nk+ AL) 


où p sont les pertes globales (y compris les pertes par transparence des 
miroirs); AL, les variations de la longueur optique du résonateur 
sous l’effet des déphasages non liés à l’inversion de population; 
nkkl, les déphasages dus à la présence d’une dispersion anomale du 
milieu actif *). Pour un élargissement de Lorentz homogène n — 
— 2(v — v,)/Av,, où v et v, sont la fréquence opératoire et la fré- 


*) En général, l'indice de réfraction dépend du degré d’excitation du milieu 
actif non seulement par suite de la dispersion anomale. En particulier, pour le- 
verre au néodyme il importe plus que les atomes aux états fondamental et excite 
aient une polarisabilité différente [110]; le même effet pour le cas du rubis est 
décrit, par exemple, par [111]. 
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Qquence au centre de la raie du luminescence respectivement ; Avi, 
la demi-largeur de la raie de luminescene (cf., par exemple, [1091]). 

Si les aberrations de phase sont absentes et la seule source des 
perturbations est une répartition irrégulière de k, et p suivant la 
section droite du résonateur (n = 0), les éléments matriciels de l’opé- 
rateur de perturbation sont réels. De plus, les coefficients am», 
tout comme 6, — B,, s'avèrent des grandeurs presque purement 
imaginaires (cf. (13)). Pour cette raison les aberrations d'amplitude 
conduisent en premier lieu non pas aux distorsions d'amplitude, mais 
aux déphasages des fonctions propres. 

Dans le cadre de la première approximation de la théorie des 
perturbations, on peut également trouver des solutions autocongruen- 
tes pour le régime de génération du mode inférieur tout seul (971. 
La cause de la répartition irrégulière de l’inversion de population 
est/alors la présence elle-même du champ de génération inhomogène. 
L'analyse correspondante montre que pour de petites aberrations de 
phase du type lentille négative (miroirs convexes), la marge des 
intensités de pompage pour lesquelles le régime monomode est stable, 
devient plus large que dans le cas des aberrations absentes (ou, d’au- 
tant plus, de signe opposé). Ceci est d’ailleurs clair; le volume du 
mode inférieur (cf. fig. 2.20) croît et il « chasse » plus régulière- 
ment l’inversion de population suivant la section du résonateur. 

Résonateurs plans à aberrations importantes. Passons aux cas où 
les modes oscillants des résonateurs à aberrations ont si peu de com- 
mun avec les types des oscillations d’un résonateur vide idéal, qu’il 
faut à l'avance abandonner la théorie des perturbations. Ainsi, une 
situation très fréquente, surtout pour de petits dépassements du 
seuil d’oscillation, est celle lorsque le rayonnement des modes isolés 
n’est plus réparti suivant toute la section du résonateur, mais loca- 
lisé dans une petite zone. Dans ses ouvrages déjà mentionnés [108] 
Kouznétsova envisage une telle situation lorsqu'elle est due à une 
répartition nettement irrégulière du gain, qui’sur la plus grande partie 
de la section est sensiblement inférieur à la valeur de seuil et dépasse 
cette dernière seulement dans le petit secteur où est justement localisé 
le champ de la génération. Lorsque les bords des miroirs sont suffi- 
samment éloignés de ce secteur, on peut négliger la diffraction, ce 
quiaété fait dans [108]. Notons qu’en partant de ce modèle [112] on a ré- 
ussi à expliquer certaines particularités observées expérimentalement 
des caractéristiques énergétiques des lasers à pompage foncièrement 
irrégulier. 

En utilisant le modèle du résonateur aux miroirs dont certains 
secteurs sont espacés par des distances qui changent par saut, Soskine 
et Kravtchenko [113, 80] ont examiné le cas où une telle localisa- 
tion est due non pas aux aberrations d'amplitude, mais aux aberrations 
de phase. Si les déphasages sont aléatoires, le rayonnement peut se 
trouver concentré dans plusieurs secteurs isolés de la section (quelque 
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chose dans le genre des « résonateurs stables locaux »); ces secteurs 
sont faiblement couplés par la diffraction sous l'effet des « queues » 
de répartition qui décroissent suivant une loi exponentielle. Ce modèle 
permet d'expliquer plusieurs phénomènes observés au voisinage du 
seuil d’oscillation. Pourtant, lorsque le franchissement du seuil 
devient grand, la répartition de l’intensité se régularise inévitable- 
ment (sous l’action « égalisatrice » de l’irrégularité de la répartition 
du gain induite par le champ de génération). Les données expérimen- 
tales mentionnées au $ 2.3 (58, 59, 62] témoignent également du 
fait que lors d'un pompage intense, le rayonnement des modes isolés, 
bien que la modulation de leur amplitude soit de petite échelle, est 
distribué pratiquement suivant toute la section opératoire (dans les 
sauts d’intensités ou « fils » isolés, discutés parfois dans la littéra- 
ture, se concentre une part infime de rayonnement total). Il s'ensuit 
que les modèles qui ont à la base des idées sur la localisation des 
champs dans certaines parties de la section, sont généralement inap- 
plicables pour évaluer la divergence du rayonnement fourni par les 
régimes d'oscillation usuels. 

Les tentatives de soumettre à un examen rigoureux le cas général 
des aberrations de phase, tout en tenant compte des interactions entre 
les répartitions du rayonnement laser et l’inversion de population, 
conduisent à des calculs d’une lourdeur extrême. Il est donc plus 
avantageux de ne pas entrer dans le détail de la répartition de l’inver- 
sion de population et retenir seulement que l’action exercée par 
cette répartition sur le champ du rayonnement fait que l’oscillation 
est assurée de préférence par les modes à volume maximal. C'est 
précisément dans cette voie qu'on parvient à obtenir des formules 
relativement simples et qui correspondent aux lois observées expé- 
rimentalement, assurant l'évaluation de la divergence du généra- 
teur dans son ensemble. Donnons ces formules pour deux cas extré- 
mes, où la source des aberrations de phase est la diffusion de la lu- 
mière sur les micro-inhomogénéités et où il existe un gradient de 
l'indice de réfraction lentement variable suivant la section. 

Le procédé le plus résultatif d'évaluer l'influence des inhomogé- 
néités de faible échelle à distribution aléatoire a été proposé en 1968 
par Lioubimov [114]; sa contribution à la théorie des résonateurs 
vides à aberrations de phase est très grande. Ce procédé est fondé 
sur l’idée que le type des oscillations d'un système réel est un ensemble 
complexe défini par une fréquence unique, qui est une superposition 
de nombreux modes d’un résonateur idéal à répartition aléatoire des 
amplitudes et des phases. La couplage entre les modes isolés est as- 
suré par la diffusion de la lumière; puisque ce couplage est assez 
faible, ce ne sont que les modes aux fréquences initiales pas trop 
distinctes qui peuvent faire partie de l’ensemble. Les évaluations 
réalisées par Lioubimov de la largeur spectrale de la marge de ces 
fréquences conduit à la formule résultante suivante pour l’ouverture 
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D ÉTHORS 6 du rayonnement de tels ensembles: 0 = Pdf V À/Léaq 
15]. 

Les données expérimentales [26, 115] relatives au laser à fluo- 
rince-samarium, où les macro-inhomogénéités sont absentes, et qui 
donne lieu à une diffusion « pure » de la lumière sur les micro-inhomo- 
généités (vue comme une auréole lors de l’observation d’une source 
ponctuelle de lumière à travers un cristal), ne contredisent au moins 
pas cette formule. Pourtant, en l’appliquant, il faut procéder avec 
précaution, puisqu'elle est déduite à partir de certaines hypothèses 
qui sont loin d’être toujours justifiées. En particulier, on supposait 
que la largeur de l’indicatrice de diffusion de la lumière est plus 
petite que la largeur de la répartition angulaire d'un faisceau qui 
se forme en présence de diffusion de la lumière. Une chose ne fait 
aucun doute: la présence d’une diffusion perceptible conduit à la 
croissance rapide de la divergence du rayonnement, qui est déjà 
pas trop petite dans les résonateurs plans à grands V. La diffusion 
de la lumière peut être due non seulement aux seules micro-inhomo- 
généités. Ainsi, on essaye parfois d'employer comme miroirs semi- 
transparents des lasers de l’infrarouge éloigné des réflecteurs métal- 
liques à grand nombre de petits trous (cf. $ 4.2). La diffraction par 
un système de trous produit en quantité la lumière diffusée, ce qui 
à son tour donne lieu à des conséquences indésirables du point de 
vue de la divergence du rayonnement [116]. 

Passons maintenant au cas le plus important et le plus fréquent 
de la longueur optique du résonateur variant lentement suivant la 
section. Cette variation peut être provoquée par les macro-inhomo- 
généités de l’élément actif, les déformations thermiques, les défauts 
de fabrication des miroirs, etc. Pour les déformations arbitraires 
de même ordre de grandeur que la longueur d'onde, ce problème 
est examiné le plus à fond par [117]. Les auteurs appliquent l’ap- 
proche suivante, dont nous n’examinerons pas l'aspect mathémati- 
que. En résolvant l'équation différentielle du champ appropriée 
on construit la surface équiphase pour chacune des ondes qui se 
propagent vers le bord du résonateur et dont la superposition forme 
le mode transversal. D’après l’approximation de l’optique géométri- 
que, en tout point la normale à cette surface détermine la direction 
du rayonnement issu du point donné (nous avons vu au $ 1.1 sur 
l'exemple du front d’onde sphérique que pour ses flèches A la 
divergence du rayonnement pouvait déjà être parfaitement évaluée 
de cette façon). La formule résultante de l’angle maximal entre la 
direction du rayonnement et l’axe du résonateur est de la forme 


max = {[2h/1 + (VR) M 2]max — [2%/1+ (Vh)/12]min}/2, 


où » sont les variations de la longueur optique du résonateur provo- 
quées par l'imperfection des miroirs (par convention l'indice de 
réfraction du miroir était égal à l’unité). Si dans les limites de la 
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section la variation de h est si lente que les termes (Vh)2/12 peuvent 


être négligés, la formule acquiert la forme œnax = V'2AUL, où Al 
est la variation totale de la longueur optique sur la section opéra- 
toire. 

Ce même ouvrage [117] indiquait que les termes à (Vh)° dispa- 
raissent complètement aussi lorsque les miroirs sont plans et paral- 
lèles, alors que les variations de la longueur optique sont provoquées 
par le fait que l'indice de réfraction dépend de la coordonnée trans- 
versale (ceci rend clair à quel genre de défauts peut conduire le 
« brassage » des inhomogénéités optiques sur la longueur du réso- 
nateur). Dans ce cas la formule de la divergence peut se déduire d'une 
manière tout à fait simple. En effet, suivons la trajectoire du rayon 
réflechi plusieurs fois sur les miroirs plans; dans son mouvement 
en coupant l’axe du résonateur il passe successivement par des cou- 
ches à indice de réfraction différent. Les variations de l’angle &’ entre 
le rayon et l’axe ne sont dues ici qu’à la réfraction sur les interfaces 
des couches et peuvent être calculées directement suivant le théorème 
des sinus sin (1/2 — @')/sin (x/2 — &;) = noln, où @; et «x, sont 
les valeurs de &’ dans les couches à indices de réfraction n, et n: 
respectivement. En utilisant &°< 1, on obtient (x)? — (œ&;)?— 
—=,2 (neln, — 1). Maintenant il ne reste que retenir qu’au mode qui 
couvre tout le domaine d’oscillation correspond une famille de rayons 
qui traversent toujours ce même domaine. Il s'ensuit immédiate- 
ment que dans un secteur de la section l’angle &’ atteint au moins 


la valeur œnax = V 2An/n, où An est la variation totale de l’indice 
de réfraction dans les limites de la zone d'oscillation. Puisque l'angle 
a dans l’espace extérieur est lié à @’ par la relation &« — nœ’, on 


aboutit à la formule finale œmax — V 22 An. 

Notons que cinq ans plus tard cette formule a été déduite dans 
1118] d’une autre façon en partant des considérations analogues (au 
lieu du théorème des sinus on y utilisait l’équation usuelle de la 
trajectoire du rayon dans un milieu homogène, empruntée à [1191). 

Il est temps de tirer le bilan de notre discussion. Le fait le plus 
remarquable est que dans les résonateurs plans, grâce à l'effet du 
passage multiple de !a lumière par la même inhomogénéité optique 
à grande échelle, la résultante de la déformation du front d'onde 
des oscillations stationnaires dépasse sensiblement d'habitude les 
déformations acquises après une seule traversée. Ceci concerne sur- 
tout les cas où, apiès une seule traversée, la valeur des aberralions 
est petite, alors que, par contre, les dimensions caractéristiques 
transversales des inhomogénéités optiques sont grandes. En effet, 
la variation de la longueur optique A! le long de la dimension carac- 
téristique b provoque finalement, comme nous venons de le voir, 


un écart de la direction du rayonnement de la valeur V2AÏ/1 par 
rapport à la direction axiale. En même temps, lors d’une traversée, 
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(c'est-à-dire en régime d’amplification) l’écart de la direction du 
faisceau est de Al/b; le rapport de ces deux grandeurs s'écrit 


y 2b2/IAI. 


Il en résulte qu’un résonateur plan est très « sensible » aux petites 
aberrations de phase. La comparaison des formules données dans 
le présent paragraphe et le paragraphe précédent montre que déjà 
avec Al À la divergence du rayonnement de modes isolés est supé- 
rieure à celle qui aurait lieu sous un régime multimode en l'absence 
des aberrations. 

De la sorte, les évaluations théoriques, aussi bien que l’ensemble 
des données d'expérience ($ 2.3), témoignent du fait que dans Ja 
majorité écrasante des cas, ce n’est pas le régime multimode qui est 
à- l’origine de la divergence du rayonnement relativement grande 
des lasers à résonateurs plans, mais la déformation des modes sous 
l’action des aberrations à l’intérieur du résonateur. 


$ 2.6. Sélection angulaire du rayonnement 


Nous traiterons dans le présent paragraphe des méthodes par 
lesquelles on essayait aux époques différentes et avec un succès varia- 
ble de diminuer la divergence du rayonnement des lasers à résonateurs 
plans ou stables (ou bien analogues; cf. dans ce qui suit). La plus 
grande part de ces méthodes ne présente actuellement qu’un intérêt 
historique, bien que certaines d’entre elles soient appliquées jus- 
qu’à nos jours. 

Tentatives de résoudre le problème de divergence sur la base des 
résonateurs à faibles pertes par diffraction. Plusieurs ouvrages ont 
soumis à l’étude la possibilité de création des résonateurs à partir 
des miroirs à surface non sphérique, dont la forme est choisie de 
façon que les pertes par diffraction du mode inférieur soient aussi 
petites que dans les résonateurs stables, tout en augmentant plus 
vite en fonction de l’indice transversal que dans le cas de ces der- 
niers. Ceci rend en principe plus facile l’obtention du régime mono- 
mode. Certains schémas de ce type sont représentés sur la figure 2.22. 

Les résonateurs des figures 2.22, a, b sont composés de réflec- 
teurs dièdres, dont l’angle entre les faces planes est égal dans le 
premier cas à x — «, et dans le deuxième, à n/2 — «a (a 1). 
L'action exercée par les réflecteurs du premier type sur un faisceau 
lumineux étroit ressemble dans une certaine mesure à celle d’un 
miroir concave : le faisceau subit une certaine « focalisation supplé- 
mentaire ». Le réflecteur du deuxième type ajoute à cette action seu- 
lement le « retournement » de la section du faisceau ; c’est pourquoi 
en l’absence des aberrations les résonateurs de ces deux types sont 
équivalents. On peut voir que dans ces résonateurs les dimensions 
transversales des faisceaux lumineux qui correspondent aux modes 
transversaux isolés augmentent avec l’indice transversal plus vite 
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que dans les résonateurs stables, ce qui assure précisément aux 
réflecteurs de dimensions finies une plus grande sélectivité. Les 
propriétés de ces résonateurs sont décrits de plus près dans [120, 121]. 

La figure 2.22, c représente un résonateur dont le spectre des va- 
leurs propres est encore plus raréfié. Les dimensions de la partie 
centrale du réflecteur gauche qui a la forme d’une empreinte sphé- 
rique peuvent être choisies de façon à être égales aux”dimensions 


Fig. 2.22. Certaines formes de résonateurs à miroirs non sphériques: a), b) réso- 
nateurs à réflecteurs dièdres (120, 121]; c) résonateur à creux central [122]; 
d) résonateur proposé par [123]. 


de la tache du mode fondamental produit par ce secteur et le miroir 
droit du résonateur stable. Les pertes de ce mode seront alors peu 
grandes; des faisceaux plus larges qui correspondent à d'autres 
modes dépasseront les limites du secteur central et se diffuseront 
rapidement à la périphérie du résonateur. Il doit en résulter une aug- 
mentation sensible des pertes. 

A première vue il peut sembler qu’un effet analogue s'obtient 
simplement en diaphragmant un résonateur stable. Or, dans le 
dernier cas, comme nous l'avons vu aux $$ 2.1, 2.2, le champ des 
modes d’ordre élevé commence à être maintenu à l’intérieur du 
résonateur par diffraction par les bords (le bord du diaphragme exerce 
sur le faisceau lumineux la même action que le bord d’un miroir); 
pour ce qui est du résonateur de la figure 2.22, c, la diffraction par 
le bord de l'empreinte se trouve sensiblement atténuée par la pré- 
sence d’un 4 liséré ». Veinstein a indiqué déjà [3] qu’il était possible 
d'utiliser un tel artifice ; la tentative de sa réalisation pratique dans 
la gamme optique (sur l’exemple d'un laser à hélium-néon) est 
décrite dans [122]. 

Parfois dans la littérature on tombe sur des propositions d’une 
autre sorte. Ainsi, [123] a exploré les propriétés du résonateur repré- 
senté sur la figure 2.22, d. Pour la forme strictement définie des 
réflecteurs qui le composent l'équation de calcul des oscillations 
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propres n’a qu’une seule solution. Pourtant [123] n’a examiné que 
l'équation d’un résonateur vide à miroirs infinis; l'évaluation des 
effets sur les bords et l'introduction d’un milieu actif devaient modi- 
fier brusquement la situation, il se peut qu’en ne laissant rien du 
caractère « monomode ». Sans parler d’autres choses, il n’est pas 
<lair comment fabriquer de tels réflecteurs avec la précision requise 
dans la gamme optique. 

A la différence de la dernière variante, l’utilisation des réflec- 
teurs représentés sur les figures 2.22, a à c, est sans aucun doute pos- 
sible. Pourtant ils présentent tous le même inconvénient que les 
résonateurs stables usuels les plus ordinaires : en régime monomode 
on ne peut utiliser efficacement qu’un très petit volume du milieu 
homogène optique (il suffit de dire que dans le cas expérimental 
décrit par [122] la profondeur de l’empreinte était —À/10). Les dispo- 
sitifs à réflecteurs non sphériques ne peuvent donc pas entrer en 
compétition avec les résonateurs stables plus simples dans la fabrica- 
tion et l’ajustage. 

Il convient de noter que lorsque la section du milicu actif ne 
dépasse pas quelques millimètres carrés, le régime monomode peut 
être assuré aussi bien par des résonateurs stables que des résonateurs 
plans. En particulier la méthode qui mérite d’être signalée est celle 
de la sélection empirique des paramètres optimaux du résonateur au 
voisinage de la frontière de « stabilité », appliquée pour la première 
fois par les auteurs de [124] et utilisée également à bon escient par 
les auteurs des ouvrages ultérieurs. Cette méthode est fondée sur 
la combinaison des miroirs plan et sphérique concave ; on fait varier 
la distance L entre ces miroirs autour de la valeur égale au rayon de 
courbure du miroir concave À. Pour Z = R (ou pour Léq = L — 
— l (1 — 1/n,) = R, en présence d’un élément actif d’une longueur L 
à l'indice de réfraction n,) on réalise ce qu’on appelle un résonateur 
semi-concentrique, équivalent au résonateur plan et se trouvant 
de ce fait à la limite de « stabilité » ($ 1.2). Pour de plus petites lon- 
gueurs, le résonateur est stable ; des longueurs plus grandes corres- 
pondent à la région d’instabilité. Il importe qu'avec L = R de peti- 
tes modifications de la distance entre les miroirs entraînent, comme 
on le voit sans peine, une variation simultanée importante des pertes 
par diffraction et des dimensions des taches des modes transversaux 
fondamental et autres. Ceci permet de sélectionner sans peine leur 
combinaison optimale du point de vue des caractéristiques de sortie 
du laser. Il est clair que lorsqu'une telle sélection est empirique, l’ef- 
fet de lentille du barreau, s’il existe, se trouve automatiquement 
évaluée. 

La figure 2.23 représente le diagramme typique de l’utilisation 
de la méthode donnée, empruntée à [28], où cette méthode est expo- 
sée avec force détails. Le diagramme est dressé à partir des expérien- 
ces avec un laser à hélium-néon ; en abscisses est porté le rapport 
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L/R; la ligne L/R = 1 est la frontière de «stabilité ». À mesure 
qu'on s'approche d'elle d’à gauche, les pertes par diffraction aug- 
mentent, la puissance globale P diminue lentement, ainsi que le 
nombre de modes transversaux. Il n’y a que le mode inférieur TEM, 
qui reste en point marqué par la flèche. La longueur du résonateur 
qui correspond à ce point est justement considérée comme optimale : 


2 
7 282 36 0 L/R 


Fig. 2.23. Résultats des tests de sélection des oscillations dans un résonateur 
proche d’un résonateur semi-concentrique [28]. 


la progression ultérieure vers la limite de stabilité et le passage dans 
la région de l'instabilité disposée à droite ne donne déjà lieu qu’à 
unc diminution brusque de la puissance suivie d'une coupure de 
rayonnement. 

Tout ceci convient pourtant seulement dans le cas des lasers 
à milieu actif de petite section, pour lesquels, en général, le problème 
de la divergence du rayonnement n’est pas critique. Pour ce qui est 
des lasers à grande ouverture de sortie qui nous intéressent en pre- 
mier lieu, l’utilisation des résonateurs stables aboutit, comme on 
l'a noté à plus d’une reprise, au rayonnement des modes d’ordre élevé 
à large diagramme de directivité. Pourtant, on a entrepris maintes 
fois des tentatives de résoudre le problème de la divergence pour ce 
cas- là aussi. Au chapitre 5 nous évoquerons sommairement la trans- 
formation des faisceaux lumineux qui correspondent aux modes d’or- 
dre élevé, en faisceaux étroits dirigés, par les méthodes de correction 
holographique. On recherchait également des procédés plus simples ; 
certains des ouvrages de cette tendance présentent de l'intérêt (par 
exemple, [125]), mais leur importance pratique n'est pas grande. 
Dans ce qui suit nous nous bornerons donc à l'examen des méthodes 
très usitées en son temps de sélection angulaire (diminution de la 
divergence angulaire du rayonnement) dans les résonateurs plans. 
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Lasers à résonateurs plans et sélecteurs angulaires. Pour rétrécir 
le diagramme de directivité d’un laser à résonateur plan, il faut 
dans le cas général diminuer aussi bien le nombre de modes que, 
ce qui est d'habitude encore plus important, celui des déformations 
de ces modes. Le nombre de modes est défini surtout par le rapport 
entre les pertes par diffraction et les pertes non sélectives. Aussi, 
pour assurer la sélection angulaire dans le cas hypothétique d’un 
milieu homogène parfait, lorsque les déformations des modes sont 
peu grandes, doit-on s’efforcer d'augmenter les différences des pertes 
par diffraction. 

En présence des aberrations quelconques, la tâche la plus impor- 
tante est de réduire les déformations des modes ; à cet effet il faut, 
en vertu de la théorie des perturbations, augmenter les différences 


des valeurs propres de l'opérateur P, y compris les corrections de 
phase. 

Après cette remarque de caractère général, examinons les procédés 
concrets de la sélection angulaire. 

Pour obtenir l’effet désirable on introduit ordinairement dans un 
résonateur des éléments complémentaires appelés sélecteurs d'angle. 
Ce sont, au fond, des filtres dont la transparence dépend nettement 
de la direction de propagation du rayonnement. Le premier type 
d’un tel sélecteur se composait d’un système de deux lentilles de 
même foyer et d’un diaphragme à petit trou placé dans leur foyer 
commun {126, 127]. Au résonateur plan muni d’un tel sélecteur 
(fig. 2.24, a) est parfaitement identique un résonateur concentrique à 
diaphragme dans le plan central [128, 129] (fig. 2.24, b). Le principe 
de fonctionnement d’un tel sélecteur est évident. Au lieu d’un dia- 
phragme on peut utiliser un obturateur passif : la partie de sa section 
qui se clarifie avant les autres joue par la suite le rôle du trou dans 
le diaphragme [130]. 

L'action du sélecteur fondée sur le principe de l’étalon de Fabry- 
Pérot (131, 132] se base sur le fait que la transparence de l’étalon 
dépend non seulement de la longueur d'onde, mais encore de la 
direction de propagation du rayonnement. Puisque pour une inci- 
dence oblique cette dépendance devient plus prononcée, l’étalon est 
placé sous un certain angle à l’axe du résonateur (fig. 2.22, c). Pour 
assurer la sélection d’angle suivant les deux directions, il faut erm- 
ployer deux étalons. 

La méthode de sélection qui mettait à profit la relation entre le 
coefficient de réflexion sur l’interface des deux milieux et l'angle 
d'incidence était peut-être la plus usitée. Au voisinage de l'angle 
critique de la réflexion totale cette relation est particulièrement bien 
marquée, ce qui fait utiliser précisément ces angles d’incidence. Pour 
amplifier l’action sélectrice on peut faire subir à la lumière des réfle- 
xions multiples (fig. 2.24, d). Dans les années 1960 on a proposé un 
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Fig. 2.24. Schémas de lasers à sélecteurs d'angle: Z — barreau actif; 2 — mi- 
roir plan; 3— miroir sphérique; 4 — diaphragme à trou; 5 — lentille; 
6 — étalon Fabry-Pérot; 7 — lame planc-parallele. 


grand nombre de modifications des sélecteurs de ce genre [133 à 140] 
réunis sous le nom commun de sélecteurs à réflexion totale. 
Examinons le mécanisme d'influence des sélecteurs sur la diver- 
gence angulaire. Des considérations très générales rendent clair 
que la présence d'un filtre dont la transparence dépend de Ia direc- 
tion de la propagation du rayonnement intervient en premier lieu 
dans les pertes des modes transversaux isolés. Pour un résonateur 
à géométrie fixée les corrections de phase ne sont déterminées que 
par le nombre de nœuds de répartition de l’amplitude suivant la 
section (c’est-à-dire par l’indice transversal du mode) et en présence 
d’un sélecteur doivent changer très peu (cf. $ 2.2 sur la proximité des 
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corrections de phase des résonateurs ouverts et fermés). Les résultats 
des calculs rigoureux [141] confirment cette conclusion évidente. 

Indiquons les données pour le cas idéalisé d’un sélecteur gaus- 
sien, dont la forme de la bande passante est intermédiaire entre les 
formes des bandes des sélecteurs réels représentés sur la figure 2.24, 
et décrit par la formule g2 (®) = exp [—(p/Aœ)?] (fig. 2.25 ; cf. (141]), 
où ® est l’angle entre la direction de propagation du rayonnement 


4 -J 2 1 0 1 2 TJ 4 
g/2g 


Fig. 2.25. Forme de la bande passante de sélecteurs d'angle différents: sélec- 
teur gaussien (trait mixte) ; sélecteur à étalon Fabry-Pérot (trait en pointillé); 
sélecteur idéal (trait continu). 


et l’axe du résonateur; A, la largeur de la bande passante; £g?, la 
transmission en intensité. Si on retient qu'aux modes transversaux 
d'indice m correspondent les valeurs @ = + (m + 1) Ourr/2 (cf. 
$$ 2.2, 1.1; Ours = À/2a), il est immédiat que la valeur des pertes 
introduites par le sélecteur est À (26%) = (m + 1}? (Gairr/2Ap})? 
([141] a obtenu ce même résultat par un procédé plus rigoureux). 

Considérons maintenant comment la valeur de la divergence varie 
avec la largeur de la bande passante du sélecteur. 

En l'absence des aberrations le rôle du sélecteur se ramène à mo- 
difier les conditions de compétition des modes ($ 2.4) par augmen- 
tation des différences entre les pertes. Si la condition 2A@/64uirr < 
<< (a°/ALYS$ est observée, les pertes apportées par un sélecteur gaus- 
sien s'avèrent plus grandes que les pertes par diffraction dans un 
résonateur vide idéal. Puisque pour des lasers à grande section 
d/1L = N Ÿ 1, dans le cas idéalisé donné la divergence peut dimi- 
nuer sensiblement même pour une largeur relativement grande de la 
bande passante du sélecteur. L'évaluation montre que pour obtenir 
un régime monomode avec un milieu actif idéal il suffit d'utiliser 
Je sélecteur à A plusieurs fois plus grand que O4irr/2. 
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Cette performance est possible du fait que les pertes introduites 
par le type donné de sélecteur sont déjà perceptibles pour p € A 
(cf. fig. 2.25). Parmi les sélecteurs réels, cette forme (quadratique) 
de la dépendance de g (@) pour de petits @ est propre seulement au 
sélecteur à base de l’étalon Fabrv-Pérot (cf. fig. 2.24, c). Les sélec- 
teurs à trous (fig. 2.24, a, b) et à réflexion interne totale (fig. 2.24, d) 
ont une bande passante à forme quasi rectangulaire (sélecteurs 
« idéaux » d’après la terminologie de [141, 142]). Comme il fallait 
s’y attendre, dans ce cas la présence du sélecteur intervient sensible- 
ment dans la valeur des pertes seulement pour les modes dont les 
indices sont proches de la valeur 2A@/Guirr [141]; les sélecteurs de 
ce type peuvent donc réduire la divergence seulement jusqu'à la 
valeur égale à A. 

En présence des aberrations perceptibles, la tâche principale 
d'un sélecteur est de réduire les déformations des modes à facteur 
de qualité le plus élevé. Rappelons que les déformations des modes 
elles-mêmes peuvent être traitées comme résultat de la présence des 
oscillations induites dans d’autres modes du résonateur idéal (cf. 
paragraphe précédent). En partant de là il est aisé de voir que pour 
diminuer les déformations des modes, les pertes dues au sélecteur ne 
doivent pas dépasser, quant à leur valeur, non seulement les perles 
par diffraction, mais encore les corrections de phase dans un résona- 
teur vide. Il s'ensuit que si les aberrations sont perceptibles (c'est-à- 
dire pratiquement toujours) il n’y a que les sélecteurs à bande pas- 
sante suffisamment étroite qui peuvent s’avérer utiles indépendam- 
ment de la forme de la bande. 

Lors de l’utilisation des sélecteurs d'angle, tout comme dans le 
cas de la sélection angulaire par augmentation de la longueur du 
résonateur, qui sera discutée dans ce qui suit, notre intérêt est porté 
non seulement sur les caractéristiques angulaires, mais encore sur 
celles de l’énergie. La possibilité de diminuer la largeur du diagram- 
me de directivité sans perte importante en puissance est liée à la valeur 
et à la nature des aberrations. Cette liaison devient apparente sur- 
tout lorsqu'on considère la forme de l’indicatrice de diffusion d’un 
faisceau lumineux cohérent. 

La figure 2.26 représente deux diagrammes de directivité d’un fais- 
ceau lumineux après la traversée d’un barreau actif (à l'entrée du 
barreau le front d'onde est plan). Ces diagrammes caractérisent 
directement la divergence du rayonnement à la sortie du système 
laser utilisant le barreau donné comme amplificateur terminal (si 
on amène, certes, à son entrée un faisceau bien collimaté). 

Le premier de ces diagrammes (fig. 2.26, a) se rapporte au cas 
d’une faible diffusion de la lumière sur les micro-inhomogénéités. 
La plus grande partie de l'énergie de la lumière qui a traversé le 
barreau (de l’ordre 1 — payr, en négligeant la présence des maximums 
de diffraction secondaires) est concentrée dans le cœur central dont la 
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largeur est égale à la limite de diffraction de la divergence. La partie 
restante se répartit dans une marge relativement large des angles. 

La figure 2.26, b correspond à la présence des aberrations d’ordre 
inférieur (réfraction sur les macro-inhomogénéités). C’est le cœur 
même du diagramme qui s’élargit surtout, l'intensité axiale de la 
lumière diminue sensiblement. Le critère de Rayleigh entraîne que 
lorsque les aberrations dépassent À/4, la largeur du cœur devient 
bien supérieure à la limite de diffraction. 

Il est clair que les tentatives de réaliser la sélection angulaire 
conduiront dans le cas des figures 2.26, a et b à des résultats sensible- 
ment différents. La diffusion de la lumière sur les micro-inhomogé- 
néités n’est pas un obstacle pour atteindre la limite de diffraction; 


I, un.rel. I, un.rel. 


—1 / pf. Byirr 4 4 P/Bairt 
a) b 


Fig. 2.26. Diagrammes de directivité du rayonnement après une traversée 

du milieu actif par La lumière: a) diffusion de la lumière sur les micro-inhomo- 

généités ; b) aberrations d'onde d'ordres inférieurs sous l'effet des micro-inho- 
mogénéités. 


dans ces conditions, si le pompage est suffisamment intense, la 
puissance du rayonnement généré diminue faiblement (les pertes 
efficaces augmentent environ de par (261). Dans le cas de la figure 
2.25, b, la tentative de rétrécir la divergence jusqu'à une valeur 
inférieure à la largeur du cœur de l’indicatrice de la lumière diffusée 
s'accompagne d'inévitables pertes importantes en énergie. 

Les considérations qui viennent d'être exposées correspondent 
bien aux données d'expérience. [1 convient de noter en premier lieu 
que lors de l’utilisation de tous les types de sélecteurs d'angle on 
a réellement observé que la divergence diminue et que l'intensité 
axiale de la lumière augmente. Pour autant, les sélecteurs d'angle 
n’ont pas connu de grande extension. Ceci est un effet aussi bien 
des prescriptions de précision rigoureuses de leur fabrication et 
alignement, que de plusieurs inconvénients concrets inhérents à 
chaque type de sélecteurs. 
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L'inconvénient essentiel des systèmes à diaphragme (cf. 
fig. 2.24, a, b) est la concentration indésirable du rayonnement en 
une petite zone de la section. Déjà dans les lasers de puissance rela- 
tivement faible ceci entraîne la rupture du diaphragme ou le claqua- 
ge près de sa surface (cf., par exemple, [129]). La sélection angulaire 
avec l’utilisation des étalons Fabry-Pérot est rendue extrêmement 
difficile par la présence d’un grand nombre de maximums de transmis- 
sion; c’est pourquoi personne n'a suivi les auteurs des ouvrages 
[131, 132] qui ont réussi à la réaliser dans les lasers à rubis de faible 
puissance. Dans les lasers pulsés puissants une certaine applica- 
tion ont seulement trouvé les sélecteurs à réflexion interne totale; 
pourtant, finalement, eux aussi ont été éliminés par suite des exi- 
gences excessives de la précision de fabrication et d'alignement, ainsi 
que de finition des surfaces actives. 

Sélection angulaire du rayonnement des lasers à résonateurs 
plans par diminution du nombre de zones de Fresnel. Si on renonce 
aux sélecteurs d'angle, il reste seulement à augmenter les propriétes 
sélectives du résonateur plan lui-même en diminuant le nombre de 
zones de Fresnel V. On peut l'obtenir soit en diminuant la section, 
soit en augmentant la longueur du résonateur. 

Une diminution importante de la zone active par diaphragmisa- 
tion du résonateur doit aboutir, certes, à une baisse correspondante 
de la puissance de sortie, et de ce chef ne peut pas être classée parmi 
les modes de sélection raisonnables. Pourtant, il est possible quand 
même d'enregistrer dans ce sens certains progrès. C’est que, en 
traversant un résonateur plan, le flux lumineux s'élargit toujours 
quelque peu (ce qui donne lieu justement aux pertes par diffraction). 
Si on utilise un miroir de sortie dont la section est un peu inférieure à 
celle de l'élément actif, ce dernier sera quand même complètement 
rempli par le faisceau diaphragmé. [1 reste seulement à utiliser com- 
me signal utile, en plus du rayonnement qui traverse le miroir de 
sortie semi-transparent, le rayonnement émergeant du générateur 
par la zone annulaire étroite autour du miroir. De cette façon on 
peut diminuer Ÿ quelque peu sans perdre pratiquement en puissance 
de sortie. Pour la première fois cette astuce a été décrite par [143]; 
on lui a attribué le nom d'extraction du rayonnement par diffrac- 
tion. Cette même méthode avec des modifications négligeables a été 
employée par les auteurs de [144]; l’aboutissement logique de cette 
tendance a été le générateur décrit par Kalinine et autres, dont le 
miroir de sortie avait un coefficient de réflexion qui diminuait 
progressivement du centre vers la périphérie [145]. Comme il fallait 
s'y attendre, dans tous les cas énumérés la directivité se renforçait, 
alors que la sensibilité aux désalignements des miroirs devenait plus 
faible (par suite de la diminution de la dimension totale ou effective 
du miroir de sortie) ; pourtant, lors du pompage intense, la divergence 
dépassait sensiblement la limite de diffraction. 
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Notons que les générateurs à miroirs à transparence variable 
suivant la section fournissent un exemple brillant des systèmes dont 
la structure modale dépend fortement des conditions d’excitation. 
Lorsque la répartition du pompage est régulière et le dépassement 
du seuil d’oscillation faible, la configuration des champs des modes 
isolés est proche de celle prédite par la théorie des résonateurs vides 
correspondants [146]. Si le dépassement du seuil est grand, la compé- 
tition des modes transversaux entraîne que la répartition du gain 
suivant la section s'approche de la répartition des pertes, et la 
structure des modes isolés devient analogue à celle observée dans 
les lasers à miroirs ordinaires. 

Une diminution beaucoup plus grande de V sans réduction du 
volume actif peut s’obtenir en augmentant simplement la distance 
entre les miroirs. Cette méthode de sélection angulaire est la plus 
naturelle tout en étant tres efficace : à la différence du cas de l’ap- 
plication des sélecteurs d’angle, dans notre cas l’augmentation con- 
cerne ici non seulement les pertes, mais encore les corrections de 
phase, ce qui conduit à la diminution rapide des déformations des 
modes. De plus, il est bien plus simple de faire varier la longueur 
du résonateur que d’introduire un sélecteur et modifier la largeur de 
sa bande passante; c'est ce qui fait que la méthode considérée du 
rétrécissement du diagramme de directivité est étudiée plus systé- 
matiquement. 

Le résultat le plus important de nombreuses recherches a été 
l'établissement du fait bien fondé qu'avec des variations de L dans 
de très larges limites, la divergence du rayonnement varie avec une 
grande précision proportionnellement à L-!/2; n'est-ce pas sans rai- 
son que les évaluations théoriques à partir de modèles quelconques 
aussi bien de la déformation des modes que du régime multimode 
($$ 2.4, 2.5) amènent précisément cette relation. Cette loi est 
observée sur l'exemple des lasers des types les plus divers: à rubis 
(longueur du résonateur changeant d'environ 15 fois) [147], à verre 
au néodyme (—15 fois), à fluorine-samarium (— 10% fois) [26] ; à photo- 
dissociation des molécules d’iodures d’alcoyle (30 fois) [148]. Un 
trait caractéristique : si le milieu possède une inhomogénéité optique 
relativement grande, l'augmentation de la longueur du résonateur 
au-delà d’une certaine limite s'accompagne d’une diminution assez 
rapide de la puissance jusqu’à la cessation complète de la généra- 
tion, bien qu’il peut être encore loin de la divergence diffractive. 
Il en résulte que l’intensité lumineuse axiale, en augmentant d'abord 
avec la longueur du résonateur, passe par un maximum dont la 
position et la hauteur dépendent de l’inhomogénéité optique du 
milieu. Pour la première fois cette circonstance a été notée par Sven- 
tsitskaïa et Khazov dans [147] (c'est cet ouvrage, justement, qui 
a introduit le procédé devenu d’un usage général, de représenter 
les données sur la répartition angulaire du rayonnement sous la forme 
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d’une relation entre la partie de l'énergie du faisceau, comprise à 
l’intérieur du cône axial, et l’angle au sommet de ce cône; cf. 
fig. 4.4, 4.7). Il est curieux de noter que lorsque la puissance d’os- 
cillation baisse brusquement, la divergence commence à diminuer 
avec la croissance de L et même plus vite que L-1/? [148]. Ceci s'ex- 
plique par le fait qu’une élévation brusque du seuil pousse le rayon- 
nement à se localiser sur des zones isolées de la section au gradient 
de l’indice de réfraction le plus petit (147, 148]: la valeur « active » 
de An diminue. 

"À mesure que l’homogénéité optique du milieu croît on réussit 
à s'approcher de plus en plus près de la divergence par diffraction 
sans perdre en puissance (il est vrai que dans ces conditions les impeé- 
ratifs de la précision d’ajustage du résonateur deviennent plus rigou- 
reux). Enfin, lorsque le milieu est si homogène que AL << À/4, 
on peut atteindre le minimum de divergence correspondant aux 
effets de diffraction. Dans ce but la distance entre les miroirs doit 
être suffisamment grande pour que NV soit un peu supérieur à l’unité. 
C’est ce qui constitue précisément le défaut principal de la méthode 
de sélection donnée : pour les lasers de la gamme visible, même dans 
le cas des diamètres des éléments actifs de 5 à 8 mm, la longueur requi- 
se du résonateur est déjà de quelques mètres. Si l’on tient compte 
que pour conserver le même #, la longueur doit croître proportion- 
nellement au carré des dimensions linéaires de la section opératoire, 
on comprend que dans le cas des lasers puissants il est parfaitement 
irraisonnable de résoudre le problème par la simple augmentation 
de la distance entre les miroirs. Il convient également de retenir que 
dans le cas des impulsions courtes une grande longueur du résona- 
teur est en général inacceptable, puisqu’avec la longueur augmente 
le temps de montée de l’impulsion. 

‘Pour tourner cette difficulté il faut employer des résonateurs 
de longueur réelle peu grande, mais équivalents au résonateur plan 
de petit V. Ce procédé de sélection angulaire présente un intérêt 
défini non seulement du point de vue pratique, mais encore du 
point de vue de la méthodologie; nous l'examinerons donc de plus 
près. 

Résonateurs plans de grande longueur efficace. La figure 2.27 
représente quelques variantes des dispositifs de ce genre. Le pre- 
mier d’entre eux a été déjà utilisé en 1963 [149], pourtant à l’époque 
on n'avait pas encore d’idées correctes sur ses propriétés. L'analyse 
correspondante réalisée à l’aide des méthodes exposées au $ 1.2 ne 
présente pas de difficultés particulières. Nous ne calculerons pour- 
tant pas les matrices de transfert de ces résonateurs dans leur en- 
semble, mais profiterons d’un exemple suggestif qui nous servira 
également par la suite pour traiter des résonateurs instables. 

Le trait commun de tous les résonateurs équivalents au résona- 
teur plan (y compris de ceux représentés sur la figure) est qu’en 
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approximation géométrique tous les rayons normaux à la surface 
d'un des miroirs terminaux, après avoir traversé le résonateur frap- 
pent normalement la surface du deuxième miroir terminal pour 
reprendre le même chemin dans le sens inverse. Ceci fait que ces 
résonateurs peuvent être divisés en tronçons dont chacun est déli- 
mité par une paire de plans parallèles ou des sphères concentriques. 
Les limites des tronçons marginaux sont les miroirs terminaux eux- 
mêmes; les lentilles minces intermédiaires peuvent être considérées 
comme correcteurs de phase, dont la traversée n’amène que la modi- 
fication correspondante de la courbure du front d'onde (cf. fig. 2.27). 

En approximation des ondes le résultat de la traversée par la 
lumière de ces tronçons peut être calculé à l’aide du même formalisme 
des matrices de transfert ou directement à partir du principe de 
Huygens-Fresnel. Il est avantageux à cet effet de donner la répar- 
tition de l'amplitude complexe directement sur les surfaces qui 
délimitent les tronçons, et ceci en coordonnées sans dimension r/a, 
où a est la moitie de la distance entre les rayons extrêmes à l’appro- 
ximation géométrique (en modifiant ainsi l’échelle lors du passage 
aux tronçons à une autre section du faisceau). On peut alors aboutir 
aux lois simples suivantes. 

Après le passage par le tronçon du type J (limites planes) d’une 
largeur de 2a et d’une longueur de Z, la répartition complexe de 
l'amplitude se transforme de la même façon que lors du passage par 
le tronçon de même type d'une largeur de 24, et d’une longueur de 
Ler = Lala? (c'est d’ailleurs clair: ils ont le même nombre { de 
zones de Fresnel). Le passage par le tronçon du type ZI à largeur du 
faisceau lumineux sur les surfaces d’entrée et de sortie de 2a, et 24a 
(à l’approximation géométrique) est équivalent au passage par le 
tronçon du type Z large de 2a, et long de Les — Laÿ/a,a;; la modifi- 
cation de la section ne fait acquérir qu’un facteur d'amplitude 
supplémentaire a,/a, (cf. également (1.23)); dans notre description 
le facteur de phase commun exp (ikL) ne joue aucun rôle. 

A l’aide de cette procédure, la traversée de tous les tronçons des 
types Z et ZI se ramène au passage des distances correspondantes 
dans les tronçons du type Z de la même largeur (2a,). Puisque la 
traversée de quelques tronçons de ce type est équivalente à son tour 
au passage par un tronçon de longueur globale, les L,.r déterminés 
de cette façon pour tous les tronçons des types Z et ZI peuvent être 
tout simplement additionnés. 

On montre sans peine que le passage par le tronçon ZI] de lar- 
geurs d'entrée et de sortie 2a, et 2a, est équivalent au retour en 
arrière à la distance L,r — La/a,a; dans le tronçon du type J: 
on observe également le retournement du faisceau et le changement 
de l’amplitude sous le rapport a;/a:. C'est pourquoi les longueurs 
efficaces des secteurs du type ZII sont retranchées de la somme totale 
(la croissance de la divergence du rayonnement provoquée par cette 
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Fig. 2.27. Résonateurs à grande longueur efficace: a) résonateur décrit par 

[149]; b) à d) résonateurs plans à télescope placé à l’intérieur; e) résonateur 

à télescope et à réaction apériodique: /Z — élément actif; 2 — lame partielle- 
ment réflectrice ; 3 — diffuseur. 
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circonstance lors de l'introduction dans le schéma du tronçon du 
type ZIT, a été observée expérimentalement et expliquée déjà par 
[115]). Si on tient compte également de la concentration excessive 
de l'énergie au droit des cols, il devient clair que l’existence de 
tels tronçons à l’intérieur des résonateurs est généralement indési- 
rable *). 

Ainsi, tous les systèmes représentés sur la figure 2.27 sont équi- 
valents aux résonateurs plans à longueur efficace aisément calculable 
(notons que si un tel résonateur est utilisé comme interféromètre 
de Fabry-Pérot, la distance angulaire entre les anneaux dans cet 
interféromètre sera déterminée par la même longueur efficace). 
Pour le cas de la figure 2.27, a, Ler est égale à L,a,/a: + L;, pour 
celui de la figure 2.27, b, à L;— L,aç/a, + Liailai, pour celui de 
la figure 2.27, c, à L; + Las/as + Liaïlai. La largeur du résona- 
teur équivalent 2a, est choisie partout égale à la largeur du fais- 
ceau dans le tronçon droit extrême où doit être placé le milieu actif. 
On voit que la présence des tronçons à petite section du faisceau 
entraîne une augmentation brusque de la longueur efficace ; la valeur 
efficace du paramètre V diminue respectivement (au cas de la figu- 
re 2.27, c, le plus avantageux de ce point de vue, elle constitue V.s— 
= [(AL3/ai) + (ALalasas) + (AL/a)]-1). Si un tel tronçon occupe 
la plus grande partie de la longueur du système, la longueur efficace 
du résonateur s'avère sensiblement plus grande que la longueur 
réelle environ dans le rapport aÿ/aï. Ceci conduit à un gain en valeur 
de la divergence de a,/a, fois (notons que pour la figure 2.27, b, le 
rapport a,/a, est égal au grandissement du télescope formé par les 
lentilles). Finalement, ce gain s'obtient grâce à la concentration 
du flux lumineux tout entier dans les tronçons de petite section, 
mais quand même la densité du rayonnement ne croît pas ici autant 
que dans le cas des sélecteurs à diaphragme (fig. 2.24, a, b). Par 
ailleurs, pour atténuer l’action de cet effet indésirable, on peut 
faire appel à cette circonstance que le flux de rayonnement incident 
sur le miroir à réflexion totale d’un résonateur plan est de (R’)"!/2 
fois plus petit que le flux qui frappe le miroir de sortie semi-trans- 
parent à coefficient de réflexion R° ($ 1.4). De la sorte, pour dimi- 
nuer le flux de rayonnement dans les tronçons à petite section, il 
suffit d'assurer la sortie de l'énergie par le bout opposé (droit) du 
résonateur, le coefficient de réflexion du miroir de sortie R’ devant 
être choisi le plus petit possible [148]. Un tel choix est rendu pos- 
sible par l’utilisation des milieux actifs à gain suffisamment grand. 

Nous avons attaché tant d'attention aux méthodes de sélection 
angulaire dans les lasers à résonateur plan en premier lieu parce 
qu’il existe des situations lorsqu'il est impossible de ne pas em- 


*) Dans les amplificateurs puissants, au contraire, des tronçons analogues, 
appelés « retransmetteurs optiques » sont parfois introduits spécialement, puis- 
que la diminution de Z,f aide à prévenir l’autofocalisation [330]. 
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ployer ce résonateur. Ainsi, il existe des lasers pulsés dans lesquels 
l'excitation des zones différentes de la section du résonateur n'est 
pas simultanée. Dans ces cas il est impossible d'utiliser les résona- 
teurs instables qui, actuellement, sont un moyen universellement 
reconnu permettant d'obtenir une divergence faible : les lasers à ré- 
sonateur instable fonctionnent bien à condition que le milieu actif 
tout entier soit excité simultanément et d’une façon pas trop irrégu- 
lière. Lesrésonateurs plans à petit VN peuvent s'avérer également plus 
avantageux que les résonateurs instables en présence d’une diffusion 
perceptible de la lumière à indicatrice de la forme représentée sur 
la figure 2.26, a: cette diffusion n'empêche pas, comme nous l'avons 
vu, d'obtenir dans les résonateurs plans à grands ZL (ou Z,.f) une 
petite divergence limite, mais peut aggraver brutalement les paramè- 
tres des lasers à résonateurs instables ($ 4.1). Ce sont autant de 
raisons pour lesquelles on utilise parfois encore de nos jours aussi 
bien le schéma de la figure 2.27, c, que le schéma parfaitement 
équivalent de la sélection angulaire à télescope à miroirs (fig. 2.27, d) 
proposé par l’un des auteurs de [148] (Danilov) dès les années 1960. 
La version des schémas analogues à couplage à réaction apériodique 
[118] (fig. 2.27,e) qu'on peut appliquer avec une amplification 
énorme dans le milieu actif, présente également de l'intérêt. Le 
couplage apériodique rend un laser pratiquement indésajustable 
et augmente brusquement la stabilité de son fonctionnement dans les 
conditions des hétérogénéités optiques qui changent dans le temps. 

Lasers à plusieurs étages. Il existe encore une méthode vraiment 
universelle pour obtenir un rayonnement étroit dirigé qui, bien 
qu'elle n’ait pas recours aux résonateurs, mérite, étant tradition- 
nelle, d’être mentionnée précisément dans ce chapitre. Cette méthode 
consiste à employer un générateur pilote et plusieurs étages d’ampli- 
fication ultérieure. Le pilote peut être à faibles puissance et rende- 
ment ; réaliser dans ces conditions le régime monomode ne présente 
aucune difficulté. L'émission du générateur est dirigée sur un système 
télescopique qui fait grandir le diamètre du faisceau lumineux, puis 
plus loin, vers les étages amplificateurs à section progressivement 
croissante. Entre les étages d'amplification sont placés des téles- 
copes. L'élargissement progressif de la section du faisceau permet 
en principe aussi bien de maintenir la densité du rayonnement 
amplifié à un niveau pas trop élevé, que de réduire la divergence. 

L'utilisation de presque toute la matière active en régime pure- 
ment amplificateur présente des avantages évidents du point de 
vue de la divergence: il n’y a pas ici de traversées multiples par la 
lumière de la même hétérogénéité, qui accumule les aberrations, 
comme c'est le cas du résonateur plan ($ 2.5). Malgré cela il n'y 
a que des lasers puissants monoimpulsionnels, en premier lieu des 
lasers à solide, qui de nos jours sont conçus pour un fonctionnement 
multimode. 
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L'un des premiers systèmes de ce type, monté encore d’après 
le schéma « classique » le plus simple, est représenté sur la figure 2.28. 
Les lasers employés actuellement dans les expériences sur la fusion 
thermonucléaire sont incomparablement plus compliqués: ils se 
composent au minimum de six canaux parallèles (pour assurer un 
éclairage intégral de la cible) et comptent un nombre vraiment 


/ 
- / … dttm 


Fig. 2.28. Exemple d'un système à plusieurs étages [129]: Z — élément actif; 
2 — système télescopique ; 3 — sélecteur d'angle du générateur pilote à diaphra- 


gme en diamant ; 4 — miroir semi-transparent du pilote à prisme à incidence 
de Brewster ; 5 — obturateur. 


énorme de barreaux actifs, éléments de décomposition et de rassem- 
blement des faisceaux lumineux, de découplages des étages pour 
dominer la superradiance, etc. Pourtant, ce qui importe le plus, 
c'est que la divergence du rayonnement est déterminée par des fac- 
teurs tout à fait différents: la densité de rayonnement étant très 
grande, la chaîne d'amplification devient le siège des processus non 
linéaires qui entraînent l'élargissement du diagramme de directivité, 
et finalement, l’autofocalisation du rayonnement à l’intérieur de 
la matière active, funeste pour les dispositifs de ce genre. La sup- 
pression de ces processus acquiert donc un rôle décisif: pour empê- 
cher leur développement on place entre les étages des « retransmet- 
teurs optiques » déjà mentionnés et autres filtres spatiaux, ce qui 
délimite la divergence du rayonnement émergeant. Ainsi, la partition 
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du système en étages multiples poursuit ici au fond des buts très 
particuliers. 

Cette situation est assez caractéristique : l’application des lasers 
à étages multiples s'avère justifiée seulement dans certains cas 
spéciaux, ainsi que lorsqu'on veut obtenir des paramètres de sortie 
records avec un dispositif universel. En effet, on parvient de cette 
façon à obtenir suivant toute l'ouverture de sortie une densité de 
rayonnement voisine du seuil de destruction des matériaux optiques. 
Le pilote ne constitue qu’une petite partie du système et pour chan- 
ger les régimes on peut simplement le remplacer par un autre. 

Quant aux cas les plus fréquents où les paramètres imposés, 
sans marquer des records, s’en approchent tout près et se combinent 
à la simplicité, aux caractéristiques d’encombrement et de poids 
modestes, etc., ce sont les lasers exécutés suivant le schéma d’un 
générateur unique à telle ou telle variété de résonateur instable qui 
se présentent au premier plan. 


CHAPITRE 3 


ÉLÉMENTS DE LA THÉORIE DES RÉSONATEURS INSTABLES 


$S 3.1. Généralités 


Historique sommaire. En 1965 Siegman a publié un article [4] 
qui a jeté les bases de tout une branche de l'électronique quantique. 
Cet article discutait de la possibilité pratique d'appliquer les réso- 
nateurs instables à grandes pertes par diffraction. 

L'idée que ce sont précisément les résonateurs à grandes pertes 
par diffraction qui doivent faire preuve de propriétés sélectives 
élevées commençait vers cette époque à être adoptée universelle- 
ment. Ceci était dû pour beaucoup à Tang et Statz qui ont expliqué 
la nature de la génération multimode ($ 2.4); il résultait de leur 
explication que Ypour diminuer le nombre de modes transversaux 
excités simultanément il faut augmenter la différence entre les 
pertes par diffraction (et non pas entre leurs rapports, comme on le 
pensait auparavant). Or, il est évident que les différences entre les 
pertes peuvent être grandes seulement lorsque les pertes elles-mêmes 
le sont. 

On savait que lorsqu'on passe des résonateurs stables aux réso- 
nateurs plans, non seulement le volume des modes inférieurs devient 
plus grand, mais les pertes par diffraction augmentent elles aussi; 
les deux phénomènes contribuent à l’obtention d’une génération 
sur un petit nombre de modes transversaux inférieurs. Les résultats 
des calculs décrits par des ouvrages peu nombreux (par exemple, 
[104)) témoignaient également du fait que lorsqu'on franchit la 
limite de stabilité pour s'engager dans le domaine instable, les 
pertes du mode inférieur montent toujours; ceci permettait d'espérer 
que les pertes des autres modes augmentent encore plus vite, et les 
propriétés sélectives du résonateur s’améliorent. 

Pourtant, il semblait qu’en pénétrant dans le domaine d’insta- 
bilité on devait observer également des phénomènes très indésira- 
bles, en premier lieu l’élévation du seuil d’oscillation et la diminution 
correspondante de la puissance. Par ailleurs, les calculs numériques 
ont montré que la croissance de l’amplitude du champ au bord du 
résonateur et le renforcement de la diffraction par les bords font 
que la répartition du champ dans les résonateurs faiblement conve- 
xes est bien plus « entaillée » que dans les résonateurs plans. Il 
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n’était pas clair ce que devient la répartition du champ lorsque la 
courbure des miroirs convexes augmente ; comme dans le résonateur 
plan désaligné. cette répartition devait devenir défavorable. 

Les résultats de certaines expériences au cours desquelles on va- 
riait les paramètres des résonateurs au voisinage de la limite de 
stabilité n’avaient non plus rien de prometteur. Ainsi, les auteurs de 
[150] ont enregistré en pénétrant dans le domaine instable la dimi- 
nution brutale de la puissance de génération et le renforcement de 
la divergence du rayonnement. Le passage aux résonateurs instables 
décrit par l'ouvrage [124] déjà cité au $ 2.6 s'accompagnait seule- 
ment d’une diminution brusque de la puissance de génération, le 
graphique de la figure 2.23 emprunté à {124, 28], ne pouvait nulle- 
ment suggérer l'idée que les résonateurs instables à grandes pertes 
par diffraction sont plus avantageux. 

L'article de Siegman tranchait brusquement sur ce fond. Il 
a montré la précarité des objections principales contre l'application 
des résonateurs instables à grandes pertes. Le point capital 
de l'article a été leur analyse en approximation géométrique, qui 
a abouti aux résultats déjà connus depuis le $ 1.2: un résonateur 
instable permet d'obtenir un ensemble de deux ondes sphériques se 
propageant dans des sens opposés, qui après réflexion sur les miroirs 
terminaux se transforment l’une dans l’autre. L'étude du point de 
vue géométrique a été étayée par une considération de grand intérêt 
suivant laquelle c’est précisément dans le cas de grandes pertes que 
l'influence de la diffraction par les bords peut être atténuée et une 
solution rigoureuse sera peu différente d'une solution géométrique. 
Il en est ainsi parce qu'après la traversée du résonateur la section 
du faisceau est sensiblement élargie et sa partie périphérique, 
bien que fortement perturbée par la diffraction, passe à côté des 
miroirs, ceci fait que la répartition du champ sur ces derniers est 
peu perturbée. En anticipant quelque peu disons qu'en fait la situa- 
tion n’est pas si simple ; les conditions sous lesquelles la diffraction 
par les bords ne joue pas de rôle particulier et la génération est 
assurée par un mode transversal unique, bien décrile par l’approxi- 
mation gévmétrique, n'ont été élucidées finalement qu'en 1971 
[151]. Nous en parlerons plus en détail au $ 3.3. 

Siegman a indiqué également que dans le cas des résonateurs 
instables à grandes pertes par diffraction, il est avantageux de 
réaliser l'extraction du rayonnement par diffraction, c'est-à-dire 
utiliser la partie du faisceau qui passe à côté du miroir de sortie com- 
me un signal utile (cf. également $ 2.6). On peut alors remplacer 
le miroir de sortie semi-transparent par un miroir à réflexion totale, 
en laissant de cette façon les pertes globales et le seuil d’oscillation 
au même niveau que c'était dans les résonateurs plans. Ces mesures 
devraient aider à éviter la diminution brusque de la puissance du 
rayonnement qui autrefois semblait inévitable. 
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Bien sûr, toutes ces considérations devaient encore être vérifiées 
sous tous les aspects. Il n’était même pas clair si les résonateurs ins- 
tables à grandes pertes par diffraction sont réellement sélectifs; 
Siegman lui-même se demandait si dans de tels systèmes les pertes 
des modes inférieurs et des modes qui les suivent ne seraient à peu 
près les mêmes. Enfin, la question décisive pour le problème de la 
divergence, celle de la sensibilité de la répartition du champ aux 
aberrations à l’intérieur du résonateur (cf. chapitre 2) n’était pas 
examinée du tout, ni dans cet ouvrage de Siegman, ni dans ceux qui 
le suivirent ; il n’a été soumis à une étude quelque peu sérieuse que 
dans les années 1968 à 1970 [152, 153]. Pourtant, l’a:ticle [4] a rempli 
sa mission principale en éveillant l'intérêt général aux résonateurs 
instables à grandes pertes. 

Considérons encore la question des résonateurs à petites pertes 
par rayonnement. Conçus d’après des schémas standards, les résona- 
teurs instables à petites pertes possèdent un défaut capital: forme 
extrêmement défavorable de la section du faisceau de sortie. Jus- 
qu'à 1975 ceci était un obstacle à l'application des résonateurs 
instables dans les lasers à milieux faiblement amplifiants. En 1975 
l’auteur du présent ouvrage a trouvé le moyen de parer au défaut 
indiqué, tout en diminuant en même temps la sensibilité aux aber- 
rations (pour plus de détail, cf. $ 2.6). 

Discussion élémentaire du résonateur instable idéal. Passons à 
l'étude progressive des propriétés des résonateurs instables. Effec- 
tuons l’analyse d’abord dans le cadre de l’approximation optico- 
géométrique la plus simple: par la suite il deviendra clair que par 
rapport aux résonateurs de la classe donnée la théorie de diffraction 
ne sert souvent qu’à préciser les conditions d'obtention du régime 
monomode. 

Commençons par les résonateurs idéaux composés de miroirs sphé- 
riques ou à réflexion totale et possédant à l’intérieur des surfaces 
de séparation, sphériques elles aussi, entre les milieux de différents 
indices de réfraction (ou un milieu « genre lentille »). Explicitons 
le sens de la solution générale de l’approximation géométrique, trou- 
vée pour de tels résonateurs au $ 1.2, sur l'exemple concret du réso- 
nateur composé de deux miroirs plans et d’une lentille à distance 
focale f, placée entre ces miroirs (fig. 3.1, a). Puisque ce résonateur 
se compose de trois éléments des plus simples, on peut ne pas recou- 
rir au formalisme des matrices de transfert, et chercher la solution 
d’une façon plus suggestive appliquée pour la première fois par Sieg- 
man dans [4]. 

L'incidence sur le miroir de l’onde sphérique fait naître une onde 
sphérique réfléchie dont le centre de courbure se trouve au point 
qui est l’image du centre de courbure de l’onde incidente. Ï] s'ensuit 
qu'une fois réfléchies par les miroirs terminaux, deux ondes sphéri- 
ques se propageant dans des sens opposés se transforment l’une dans 
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Fig. 3.1. Marche des rayons dans un résonateur instable composé de deux mi- 
roirs plans (7 et ZI) et d’une lentille: a) résonateur à lentille positive; b) son 
schéma équivalent; c) résonateur à lentille négative. Flèches continues: pre- 
mière solution (onde divergente fondamentale) ; flèches en pointillé: deuxieme 


solution (onde convergente). 


l’autre sous la condition que les centres de leur courbure O, et O, 
constituent les images l’un de l’autre. Dans notre cas ces conditions 


sont de la forme 


1 { 1 
Li +z Le l—y f 
1 1 { 
le +y us h—z f 


La résolution du système amène les expressions 


Ti,2 = Vi [lle — f (li + L)], Yi,2 = 


11% 


(1) 


lo — f 


Lg 0. 
li —f 1,2 
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Si l’une des inégalités f << L,l,/(1, + L) ou 1, << f << L, est obser- 
vée (pour fixer les idées admettons que /,< L), les valeurs de z,: 
et y... sont réelles et le résonateur est instable. 

Les figures 3.1, a, b visualisent la marche des rayons dans le 
cas 0 <f<Ll/(l, + L); la figure 3.1, c, dans le cas f << 0 (len- 
tille divergente). À la première solution (zx et y positifs) correspond 
la marche des rayons visualisée par les flèches continues ; à la deuxiè- 
me, la marche directement opposée (flèches en pointillé). 

Examinons d’abord la solution qui décrit l’onde sphérique dont 
la section s’élargit après le passage du résonateur ; le dessin montre 
que c’est la première solution. Pour elle, la coordonnée de chaque 
rayon sur le chemin du miroir Z au miroir 2 change sous le rapport 


h+zi —y: es ’. à 2 

DS ny, = M ;, du miroir 2} auf miroir Z, sous le rapport 

L an —2 + 

ru y. = M”. Dans ce cas; les quantités M” et M” sont 
1 LL "71 


négatives, puisque lorsque le rayon coupe l’axe, la coordonnée trans- 
versale change de signe. Après un seul aller-retour dans le résona- 
teur la coordonnée s’avère multipliée par MM" = M, où 


mi Vi GED. 
1— VIF NP 


Le paramètre M que nous appellerons par la suite gain du résonateur 
nous est déjà connu du $ 1.2: c’est le u le plus grand en valeur abso- 
lue. Dans les deux cas représentés sur la figure 3.1, M est positif 
(pour le résonateur de la figure 3.1, c, les gains M”, M" >>0). Pour- 
tant il existe des résonateurs à M négatif : après avoir décrit un aller- 
retour, le rayon se retrouve de l’autre côté de l’axe (cf., par exemple, 
fig. 3.3, b, c). 

Ainsi, lors d’un parcours complet du résonateur d’un miroir 
terminal à l’autre et dans le sens inverse les dimensions transversales 
d’un des deux faisceaux éventuels à courbure reproductible du front 
d’onde deviennent | M | >1 fois plus grandes. On voit aisément 
que la section de ce faisceau non seulement dans les plans des mi- 
roirs, mais aussi suivant toute la longueur du résonateur augmente 
d’autarit de fois. De cette façon, pour le cas bidimensionnel (onde 
cylindrique) la densité du rayonnement à l’intérieur du résonateur 
diminue de | | fois, pour le cas tridimensionnel (onde sphérique), 
de M fois. Naturellement, lorsque le faisceau effectue des parcours 
multiples, sa section ne croît pas indéfiniment, elle s'avère limitée 
par la finitude des miroirs et d’autres éléments du résonateur, qui 
remplissent le rôle des diaphragmes d'ouverture. Dans ces conditions 
une partie du rayonnement sort du résonateur. À chaque parcours, 
le flux de rayonnement resté à l’intérieur du système, devient (tout 
comme sa densité) | M | ou M* fois plus faible. 
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Fait remarquable: la valeur des pertes relatives égale à 
14 — 14/| M | ou 1 — 1/M° est définie complètement par la configu- 
ration du résonateur, c’est-à-dire, dans le cas considéré, par les quan- 
tités L,, L, f. Il n’y a que le point par lequel le rayonnement émerge 
du système qui dépend des dimensions transversales des éléments du 
résonateur, ou plus précisément, de leur rapport. Ainsi, si la lentille 
est assez grande et les dimensions a,, a, des miroirs Z, 2 vérifient 


Fig. 3.2. Sortie du rayonnement par diffraction: a) bilatérale; b) unilatérale. 


l'inégalité | M' |a, > a > a,/| M” |, le rayonnement sort partiel- 
lement par deux extrémités: la part de la section du faisceau qui 
vient frapper le miroir 2 est a./| M” | a,, et le miroir 7, a.,/| M” |& 
(fig. 3.2, a). Si l'un des miroirs couvre tout le flux de rayonnement 
qui se propage dans sa direction, le rayonnement émerge seulement 
de l'extrémité opposée du résonateur (fig. 3.2, b). 

Revenons maintenant à la deuxième solution du système (1). 
Dans ce qui suit disons convergente pour l’onde qui lui correspond : 
après la traversée du résonateur la section de l’onde n’augmente 
pas, mais diminue de mêmes | M | fois. Si le résonateur n'est pas 
excité par l’une quelconque des sources extérieures, cette diminution 
est illimitée. De la sorte, après la traversée du résonateur l'onde 
convergente se reproduit seulement suivant la courbure et non pas 
suivant la répartition du rayonnement, et en approximation géo- 
métrique il est impossible de construire sur sa base la répartition 
stationnaire du champ. 

En général, l'exemple des résonateurs de configuration stable 
indique que l’absence d’une solution en approximation géométrique 
ne signifie pas encore qu'il n’en existe pas non plus lorsqu'on tient 
compte des effets de diffraction. Un équilibre entre l’action focalisa- 
trice du résonateur et défocalisatrice de la diffraction peut survenir, 
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semble-t-il, à une certaine étape du rétrécissement du faisceau 
(cf. $ 2.1). Or, dans notre cas cette éventualité est exclue : contraire- 
ment au résonateur stable, le résonateur instable ne possède des 
propriétés de focalisation définies que par rapport à l’onde conver- 
gente de l’approximation géométrique. Les plus infimes écarts de 
cette onde (en particulier dus à la diffraction) provoquent une défo- 
calisation rapide, le faisceau s'étale pour se transformer en une onde 
divergente stable qui correspond à la première solution du système (1). 
Les processus de ce genre seront examinés de plus près à la fin de 
ce paragraphe. 

Nous savons déjà du $ 2.1 que les lois énumérées ont lieu non 
seulement pour le résonateur examiné, mais aussi pour les résona- 
teurs instables quelconques. [Il est toujours possible de composer 
et de résoudre un système d’équations analogue à (1) (pour les réso- 
nateurs à éléments multiples ceci est commode de faire par la méthode 
des matrices de transfert ; dans le cas général, les solutions sont de 
la forme (1.22)). L'une des solutions du système conduit à l’onde 
convergente instable, l’autre, à l’onde divergente stable, qui, au 
fond, décrit justement la répartition du champ du mode fondamental 
du résonateur. 

En particulier, les résonateurs à deux miroirs s'avèrent instables 
si on respecte l’une des inégalités (1 — L/R,) (1 — L/R?) >1 ou 
(4 — L/R,) (1 — UVR,) < 0, où R, et R, sont les rayons de courbure 
des miroirs ; L, la distance entre ces derniers. Dans le cas général, les 
formules du gain M et de la position des centres de courbure des ondes 
divergente et convergente sont lourdes; renseignons seulement sur 
certains types des résonateurs qui sont déjà utilisés ou peuvent trou- 
ver une application (fig. 3.3). 

Si l’un des miroirs est plan (R, = co), le centre de courbure de 
l'onde divergente qui se propage vers sg miroir se trouve à la 


distance VE — IR, +1 de, ce] dernier; = (VE —IR, + D: 


(VE TR, — D. Pour R, <0 (miroir denis, les centres des 
deux ondes se situent hors du résonateur (fig. 3.3, a). Pour R; > 0 
(miroir concave) et L > R;:, le résonateur est également instable; 
l'un des centres se situe à l’intérieur du résonateur (fig. 3.3, b). 

Une version intéressante des résonateurs instables présentent les 
systèmes asymétriques confocaux (R, + R, = 2l;, R,  R,; pour 
fixer les idées admettons que R, > R;). Le résonateur confocal com- 
posé de miroirs concaves (AR, > R, >>0; fig. 3.3, c) mérite l’atten- 
tion aussi bien que celui dit d'habitude télescopique [153] qui se 
compose de miroirs concave et convexe (R, =>0; R, << 0; fig. 3.3, d). 
Dans les deux cas M = —R}/R,; l’onde qui se propage dans la 
direction du deuxième miroir est une onde plane. 

Pour des considérations évidentes, dans les projets pratiques on 
utilise généralement une sortie unilatérale du rayonnement (fig. 3.3, 
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Fig. 3.3. Schémas des résonateurs instables : a) résonateur composé de miroirs 

plan et convexe; b) résonateur composé de miroirs plan et concave (1 > R.); 

c) résonateur asymétrique confocal composé de miroirs concaves; d) résonateur 

confocal composé de miroirs concave et convexe (résonateur télescopique) : 
e) résonateur symétrique composé de miroirs convexes. 
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a à d). Pourtant, l’objet de la plupart des articles consacrés à la 
théorie de diffraction des résonateurs vides instables est le système 
symétrique de deux miroirs convexes identiques (fig. 3.3, e). A la 
différence des notations introduites, son gain s'appelle gain de la 
section de l’onde lors d’une seule traversée du résonateur (c’est-à- 
dire M" = M"= M, au lieu de M'M”"= M). Il s'avère possible 
de se limiter à l'examen de ce système du fait que sa traversée dans 
un sens est parfaitement équivalente à la traversée d’un résonateur 
quelconque à sortie unilatérale et aux mêmes valeurs des paramètres 
M, Nea dans les deux sens (pour la définition de Mau cf. $ 3.2). 
L'un de ces résonateurs à émergence unilatérale, équivalent à celui 
représenté sur la figure 3.3, e, est, comme on peut le voir aisément, 
un résonateur deux fois plus court, réalisé suivant le schéma de la 
figure 3.3, a et muni d’un miroir convexe identique. De la sorte, 
pour le cas de la figure 3.3, e 


= VENIR EUL _ VELHIRI EL 
VE IRIÈ-U2 VE AIR|—I 


alors que le centre de l’onde divergente se trouve à la distance x — 
= + (VE +21]R | — 1) du miroir le plus proche. 


Propriétés des ondes convergentes. Considérons encore une parti- 
cularité des résonateurs instables, très importante pour leur applica- 
tion pratique. Des dispositifs réels possèdent presque toujours tel- 
les ou telles sources de diffusion de la lumière (par exemple, les 
interfaces). Si elles engendrent, même avec une intensité initiale 
infime, une onde convergente ou proche de celle-ci, ceci suffit par- 
fois pour modifier brusquement la structure du champ. Pour la 
première fois ce phénomène a été observé par les auteurs de [153]; 
ce même ouvrage a montré que le phénomène peut être expliqué en 
partant des lois d'évolution des faisceaux lumineux lors de leurs al- 
ler-retour multiples dans le résonateur et a déduit ces lois pour le 
cas particulier du résonateur télescopique. Examinons-les, en nous 
bornant comme [153] aux ondes sphériques, dont les centres reposent 
sur l’axe du système; on y rapporte aussi bien l’onde convergente 
que divergente. 

Commençons par l’approximation géométrique. Supposons que 
les courbures des ondes divergente et convergente sur un plan de 
référence arbitraire à l’intérieur d’un résonateur instable sont égales 
à 1/04 = cu et 1/pe = ce respectivement. Un résonateur à gain M 
peut être aussi bien linéaire qu’annulaire. En connaissant c4, ce 
et M il n’est pas difficile de construire la matrice de transfert qui 
décrit un parcours complet du résonateur à partir précisément du 
plan de référence indiqué (et en terminant, naturellement, par ce 
même plan). En effet, puisque le rayon de coordonnée x et d’incli- 
naison &, appartient à la famille des rayons de l’onde de la classe 
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indiquée de courbure c = «./x, les lois de transformation des x 
et c arbitraires sont de la forme (cf. $ 1.2) 

Tu = Aïn + Bcxitna, CnNtn =Crxs + Dcn-itn 
ou 


_ C+ Den: 
CN = A=Bc\-; , (2) 


Z «7 
. — A + Bcn-1 
OÙ Zwy-1 CN-1r Ts Can Sont les paramètres du rayon avant et après 
la V-ième traversée du résonateur. 
Après la traversée du résonateur la courbure de l’onde divergente- 
ne change pas, alors que les coordonnées de chaque rayon sont mul- 
tipliées par M ; ainsi, 


A + Bcy = M; 


Pour une onde convergente on obtient exactement de la même façon. 
À + Bce = 1/M; C + Dee = c.lM. La résolution de ces quatre. 
équations par rapport à À, B, C, D conduit aux formules 


= Ca ou C+ Dcy= Mca. 


— À: —1/M 
À = TE, pue, C= —cac.B, 
d— Ce Cd — Ce 
__ Mca—cclM 
— Cd — Ce 


En les portant dans (2) et en introduisant g = (c — ca)/(c — cc). 
on peut vérifier la validité des relations de récurrence suivantes 


Znlzn1= M (1—qn)/(1— qu), = qn-1/M*. 


On en déduit les formules cherchées qui décrivent les modifications 
des dimensions de la section transversale et de la courbure après N 
parcours complets du résonateur : 


zvlto= M (1—9x)(1— 90); Qn = o/M°". (3). 


Ces formules entraînent qu'avec ©, = Ce, Ca, le paramètre gq est 
fini et décroît rapidement ; à mesure qu’il diminue, l'onde s'approche 
de l’onde divergente (qg = 0). Les ondes proches de l’onde convergente: 
ont de grands | q, | initiaux ; tant que | g | dépasse | #7 |, la section. 
de l’onde diminue à chaque traversée successive du résonateur. Tôt 
ou tard, | g | devient inférieure à | M |et Ia section commence à aug- 
menter. 

Ce qui vient d'être dit peut être illustré par la figure 3.4 qui 
visualise le parcours des faisceaux lumineux suivant la ligne optique: 
équivalente au résonateur instable symétrique composé de miroirs 
convexes. Pour les ondes convergente et divergente la marche des. 
rayons est matérialisée par la ligne en pointillé ; les lignes continues 
concernent les ondes proches des ondes convergentes à grandes va- 
leurs positive (a) et négative (b) de q.. La dernière d’entre elles se- 


170 ELEMENTS DE LA THÉORIE DES RESONATEURS INSTABLES [CH. 3 


rétrécit d’abord même plus vite que l'onde convergente; pourtant, 
après quelques traversées, elle est focalisée en un point pour s’élar- 
gir rapidement ensuite (après la focalisation x change de signe). 

La figure montre clairement que si pour quelques raisons, par 
exemple, sous l'effet de la diffusion de la lumière, dans le résona- 
teur apparaît une onde proche de l’onde convergente, alors, tout au 
long de quelques premières traversées le rayonnement diffusé qui 
l’a formée reste entièrement à l’intérieur du résonateur. Le nombre de 


Fig. 3.4. Traversée de la ligne optique équivalente par les ondes sphéripues 
voisines des ondes convergentes d’un résonateur symétrique composé de miroirs 
convexes. 


ces traversées /V, peut se calculer d’après la condition | zx,/xo | = 1 
et pour un grand |q, | il est égal à N,Æ ln |ql/in | M |. Pendant ce 
temps, la densité du flux de rayonnement qui se rapporte à l’onde 
divergente fondamentale a le temps de devenir M2N° = q° fois plus 
faible ; il en résulte que l’intensité relative de la lumière diffusée 
augmente respectivement *). 

Ces évaluations réalisées dans le cadre de l’approximation géo- 
métrique témoignent du fait que dans les résonateurs instables, à 
mesure que €, — €. diminue, le rôle du rayonnement diffusé augmente 
rapidement. Pour c, = cc il faut déjà recourir à l’approximation de 
diffraction; l’approximation géométrique prédit ici une durée in- 
finie du rétrécissement du faisceau et perd manifestement tout son 
sens. 

Examinons en approximation de diffraction, sur l’exemple du 
résonateur télescopique de la figure 3.3, d, comment évolue l’onde 


*) En présence du milieu actif excité cette lumière est amplifiée non seule- 
ment suivant l'intensité relative, mais encore par rapport à l'intensité absolue. 
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convergente ; à cet effet le plus commode est d'utiliser la méthode 
de la longueur efficace exposée au $ 2.6. 

Le processus de propagation d’une onde convergente engendrée 
près du miroir convexe d'un résonateur télescopique est analogue 
à celui du passage d’un faisceau lumineux parallèle par la ligne op- 
tique représentée sur la figure 3.5. Les tronçons de la ligne, dont cha- 
cun correspond à une traversée du résonateur, sont séparés entre 
eux par des droites en pointillé; les traits continus montrent la 
marche des rayons en approximation géométrique. 


Fig. 3.5. Trajet de l’onde convergente suivant la ligne optique équivalente au 
résonateur télescopique. Les traits en pointillé séparent les tronçons de la ligne, 
dont chacun correspond à un aller-retour dans le résonateur. 


Le long du premier tronçon, la répartition complexe de l’ampli- 
tude en coordonnées transversales sans dimension se transforme de la 
même façon que lors du parcours de la distance L + laïla,a, = 
— (1 + M) dans un espace vide (cf. $ 2.6; l'est la moitié de la lon- 
gueur du tronçon, égale à la longueur du résonateur); le long du deu- 
xième tronçon, (laï/a) + laÿla,a, = l (M? + MS), etc. De cette 
façon, à la V-ième traversée du résonateur correspond L,r = 
=lA+M+<M +... + MN-1) = I(MEN — 1)/(M — 1). Le 
long d’un tel chemin dans un espace vide la section du faisceau aug- 
menterait sous l'effet de la divergence diffractive à partir de la 
valeur initiale 2a, environ jusqu'à 24, + (A/2ao) Ler = 2ao + 
+ (Al/2as) (MN — 1)/(M — 1). 

Pour passer de l’espace vide à l’espace qui nous intéresse, il faut 
encore tenir compte que dans les calculs avec Ler, l'échelle de la 
répartition transversale change en approximation géométrique 
proportionnellement à la largeur du faisceau parallèle. Après la 
traversée de V tronçons de la ligne, cette largeur diminue de WN 
fois. Ainsi, après la V-ième traversée par l’onde convergente du 
résonateur, la dimension réelle de la tache devient 2an — 


= 7 (200 + (M/2as) (MEN — 4)/(M — 1)1. 
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Sous la condition 4a° (M — 1)/A 5 1 ordinairement observée, 
le nombre de traversées NV, après lesquelles la section de l’onde con- 
vergente une fois rétrécie commence à s’élargir sous l'effet de la dif- 
fraction pour atteindre les dimensions précédentes 2a,, est égal à 
No & In (4a? (M — 1)/AN/InM : pendant ce temps, la densité 
du rayonnement de l'onde divergente diminue de MN — 
= [4a? (M — 1)/M}° fois. Dans les lasers réels, M?N° peut atteindre 
des valeurs extrêmement grandes; ainsi, pour le laser à verre au 
néodyme décrit dans [153]. dont le barreau avait un diamètre de 
45 mm, cette grandeur était supérieure à 106. Il n'y a donc rien 
d'étonnant que l’onde convergente même d’une intensité initiale 
très faible peut modifier brusquement le régime du laser dans son 
ensemble. Par la suite nous verrons encore les conséquences aux- 
quelles conduit la formation de l'onde convergente sous l’effet de 
diffraction par les bords ($ 3.3), ou par suite de la réflexion partiel- 
le de la lumière par les interfaces à l’intérieur du résonateur ($ 4.1). 

Il reste seulement à évaluer les écarts de l’onde convergente qui 
rendent possible l’utilisation des formules de l’approximation géo- 
métrique (3). À cet effet il faut, évidemment, que lors de l’explora- 
tion du passage du faisceau par la ligne optique on puisse remplacer 
la divergence de diffraction par la divergence géométrique. Nous 
avons montré au $ 1.1 que déjà pour une flèche du front d'onde sphé- 
rique —À/2, à laquelle correspond la courbure du front d’onde 
lai, la divergence géométrique domine sur la divergence de dif- 
fraction. De cette façon, pour un résonateur télescopique, l’approche 
géométrique est vraie avec | co | > À/aï. Dans le cas général d’un 
résonateur instable arbitraire cette condition devient | cs — ce | 5 
> Waÿ; il s'ensuit que l’approximation de diffraction s'impose 
seulement tant que les écarts entre les ondes diffusées et convergente 
sont extrémement petits. 


$ 3.2. Résonateurs à milieu faiblement hétérogène 


Nous avons déjà noté que les propriétés des systèmes réels sont 
déterminées non pas tellement par l'allure de la répartition du 
champ dans un résonateur vide idéal, que par la mesure dans laquelle 
cette répartition est déformée par toute sorte de perturbations. Nous 
montrerons par la suite que sous ce rapport les résonateurs instables 
se distinguent avantageusement des résonateurs plans. 

Des considérations les plus générales entraînent déjà que la 
présence des hétérogénéités du milieu du type coin optique (lame) 
ou petite lentille doit jouer dans les résonateurs instables un rôle 
sensiblement plus petit que dans les résonateurs plans. En effet, 
en présence des miroirs sphériques, un coin optique ne fait que dépla- 
cer respectivement l’axe du résonateur. On voit également sans peine 
qu'une petite hétérogénéité du milieu du type lentille ne provoque 
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que certaines modifications de la quantité 7 et de la courbure de 
l'onde émergente du résonateur. 

Dans le cas général d’un milieu à indice de réfraction lentement 
variable suivant le volume, les lois sont plus compliquées, bien que 
la « sensibilité » des résonateurs instables aux aberrations reste 
toujours incomparablement inférieure à celle des résonateurs plans. 
Ceci est dû en définitive à la répartition stationnaire du champ qui 
s'établit très vite (rappelons que dans le cas particulier des ondes 
sphériques les écarts de la solution exacte diminuent de M® fois à 
chaque traversée du résonateur; cf. $ 3.1). Il est clair que sion 
« injecte » dans le résonateur à milieu faiblement hétérogène une 
onde divergente du système ideal, après quelques traversées la forme 
de l’onde ne change pratiquement plus. On voit que dans le cas des 
résonateurs instables, l'influence de l’hétérogénéité du milieu s’ac- 
cumule tout au long d’un petit nombre de traversées et de ce fait 
elle n’est pas grande. 

La plus simple méthode de l'évaluation des hétérogénéités du 
milieu. Dans les oscillateurs, à rayonnement étroit dirigé on uti- 
lise généralement des milieux actifs aux hétérogénéités optiques mi- 
nimales. On peut donc recourir à une approche particulièrement 
suggestive largement appliquée dans les études interférométriques 
des milieux faiblement hétérogènes. Elle consiste à envisager la 
marche des rayons comme coïncidant avec celle dans un milieu 
homogène idéal, alors que la valeur de la courbure du front d'onde 
qui s’accumule par suite de l’hétérogénéité est égale à la différence 
des chemins optiques suivant les trajectoires correspondantes. Cette 
approche permet d'établir facilement les lois qualitatives [153] et 
quantitatives [154] principales du comportement des résonateurs 
instables à milieu faiblement hétérogène. 

Examinons le parcours de l'onde divergente fondamentale sui- 
vant la ligne optique équivalente au résonateur télescopique à élé- 
ment actif composé d’un milieu faiblement hétérogène: ce proces- 
sus est visualisé sur la figure 3.6, a. Comme le montre le dessin, le 
rayonnement qui remplit toute la section de l'élément actif, pen- 
dant quelques traversées précédentes s’« étale » à partir d’un petit 
secteur central de la section. À mesure qu'on s'éloigne de la sec- 
tion de sortie, les dimensions de ce secteur diminuent suivant une 
progression géométrique et deviennent rapidement assez petites 
pour qu’on puisse négliger les aberrations dans ses limites. 

Il s'ensuit que les aberrations sont en effet accumulées ici seu- 
lement pendant quelques traversées. Le nombre des traversées qui 
donnent une contribution perceptible à la déformation du front d’on- 
de stationnaire diminue à mesure que croïît le gain M du système 
télescopique (ou, dans le cas général, le module de ). Si l’hétéro- 
généité du milieu se ramène. à la présence du gradient lentement 
variable de l'indice de réfraction (par exemple, par suite des ef- 
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fets thermiques, cf. $ 5.1), la valeur définitive des aberrations du 
front stabilisé peut se calculer sans peine par simple sommation; 
effectuons-la en calculant la répartition du champ uw (r) sur le plan 
de référence qui coïncide avec une surface équiphase quelconque 
d’un résonateur idéal. Il est commode de placer cette surface, tout 
comme au $ 1.2, près du miroir de sortie; alors, u (r) décrit directe- 
ment la forme de l’onde émergeant du résonateur. Dans le cas d’un 


Fig. 3.6. Trajet de l’onde divergente suivant les lignes optiques équivalentes 
au résonateur (a) télescopique et (b) asymétrique confocal composé de miroirs 
concaves. Les lignes hachurées marquent les plans de référence. 


résonateur télescopique, la surface de référence est plane (représen- 
tée sur la figure 3.6 par une ligne en pointillé). 
Conformément au mode d'évaluation adopté 


u (r) — exp {i | n (s) ds — | n (s) ds |}, (4) 
ABC... 0010: 
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où n est l'indice de réfraction du milieu; l'intégration porte sur la 
distance le long du rayon correspondant: de la sorte, l'expression 
entre crochets constitue la différence qui s’accumule par suite de 
l'hétérogénéité du milieu entre les chemins optiques suivant le 
rayon ABC ..., qui se termine en À à coordonnée transversale r, 
et suivant le rayon 00,0, . .., qui longe l’axe du résonateur. 

Introduisons la différence de marche en une période du schéma 
équivalent 


AL (r) _ | n (s) ds— { n (s) ds 


AB 00! 
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et la quantité 
F (r)= exp Fi —— AL (r) | 


(pour un milieu homogène AL (r) = r F (r) = 1). Alors, en tenant 
compte que les coordonnées des points À, B, C, ... sont égales à 
r,riM,r/M®, ..., on peut écrire (4) sous la forme 


a expfi 2 [A2 6) + AL (5 J+a1 (> -)+...]}= 
=F(NF(+<)Fr()... (6) 


Avec la croissance de k les grandeurs AL (r/M*) s’approchent rapide- 
ment de zéro et F (r/M") de l'unité. Il en résulte que lorsque le 
nombre de termes du deuxième membre de (5) augmente infiniment, 
son produit tend vers une limite définie qui est la solution cherchée. 

Notons que l'introduction de l'indice de réfraction complexe 
permet de tenir compte de la même façon non seulement des distor- 
sions de phase, mais aussi de celles de l'amplitude, qui apparaissent 
sous l’effet d’une distribution irrégulière du gain. Par ailleurs, la 
grandeur F (r) peut contenir les facteurs qui décrivent la distribu- 
tion irrégulière du coefficient de réflexion à la surface des miroirs 
(cf. paragraphe suivant). 

Coefficients d’aberration. Profitons de la méthode exposée pour 
examiner le cas fréquent dans la pratique où la distribution des héte- 
rogénéités suivant la longueur du résonateur est uniforme, et nr 
peut être mis sous la forme n (r) = nr, + nr +nar? +... Il vient 


AL (r)=L rar + CS es A + | (nr + ner" + .. Jdr'|= 
r/M 


M**i4 7, 
=13 7h [1 TET PE (M—1)M* | 

Entre crochets de la dernière expression l'unité correspond à celle 

des moitiés de la période du schéma équivalent que le faisceau par- 

court étant parallèle, et le deuxième terme, à la moitié restante 
(étape de l’élargissement de la section). 

Maintenant calculons la somme AL (r) + AL (r/M) +... On 

voit sans peine qu’il suffit à cet effet de remplacer dans la dernière 


formule r* par n+() + (5) + _— TE r*. Ainsi 


AL (r)+AL (+ ) +. 13 ax (M) art, 


MT | 1 


AOL RE 2 arr Peer 


176 ÉLÉMENTS DE LA THÉORIE DES RESONATEURS INSTABLES [CH. 3 


Le schéma équivalent du résonateur confocal instable représenté 
sur la figure 3.3, c et composé de miroirs concaves est partitionné 
exactement de la même façon en tronçons que le faisceau lumineux 
parcourt tout en restant parallèle et en tronçons où les coordonnées 
des rayons deviennent fois différentes (fig. 3.6, b). Tous les cal- 
culs effectués précédemment restent donc valables (certes, sous la 
condition d'y porter des valeurs de À7 correspondantes, mais déjà 
négatives). 


1 2 “] 4 Z M 1 2 Ÿ 4 3 1W! 
a) b) 


Fig. 3.1. La relation entre &x et M pour a) un résonateur télescopique ; b) un 
résonateur asymétrique confocal composé de miroirs concaves. 


Rappelons que les déformations du front d'onde qui s’accumu- 
lent lors d’une traversée du milieu donné par le faisceau parallèle, 


sont égales à L Y nur. Ceci rend clair le sens des coefficients «y 
ken 


1 
qui figurent dans (6): leurs valeurs montrent de combien de fois 
le type donné d’hétérogénéité est plus fort dans les résonateurs insta- 
bles que dans les amplificateurs à une traversée. Aujourd'hui il est 
d'usage d’appeler ces coefficients, introduits par l’auteur dans 
[154], coefficients d’aberration. 

La relation entre quelques premiers &, et le gain M est visualisée 
sur la figure 3.7. On voit que dans le cas du résonateur télescopique 
(M >> 1; fig. 3.7, a) tous les termes de la série (6) diminuent mono- 
tonement. L'influence de l’hétérogénéité du type coin optique est 
relativement forte (4 — 1; aberrations d’onde du premier ordre); 
avec des M = 2 à 5 caractéristiques de nombreux types de lasers 


$ 3.2] RESONATEURS À MILIEU FAIBLEMENT HÉTEROGENE 477 


(cf. chapitre 4), le faisceau à la sortie du résonateur s’écarte de sa 
direction initiale d'un angle qui est de 3,5 à 2 fois supérieur à l'angle 
d'écart après une traversée du coin introduit. L'influence de l’hété- 
rogénéité du type lentille (k = 2; aberrations d’onde du deuxième 
ordre) dans cette même marge de variations de Àf s'avère de 2 à 
1,9 fois plus grande que dans le cas de l’amplificateur à une traver- 
sée ; la manifestation des aberra- 
tions d'ordres plus élevés est en- 
core plus faible. 

Le résonateur confocal com- 
posé de miroirs concaves (M < 
< —1 ; fig. 3.7, b) est bien moins 
sensible que le résonateur téle- 
scopique à la présence des aberra- 
tions d'ordres impairs. Avec 
|M|<3la direction du fais- 
ceau à la sortie de ce système 
s'avère même plus stable avec © UE] 19 r/a 
l introduction du ou de dans Fig. 3.8. Indice de réfraction en fonc- 
les dispositifs d'amplification tion du rayon. Courbe continue: rela- 
(4, << 1). On voit aisément que tion utilisée dans [155]. 
ceci est dû au « retournement» du 
faisceau après la traversée de la période du schéma équivalent, dont 
il résulte que chaque rayon paraxial traverse à tour de rôle les zones 
à indice de réfraction tantôt plus grand, tantôt plus petit (fig. 3.5, b; 
au $ 3.5, nous nous initierons plus en détail aux phénomènes de 
cette sorte). Lors du « retournement » du faisceau, la réaction aux 
aberrations d'ordres pairs ne change pas et de ce fait reste à peu près 
la même que dans le résonateur télescopique (une petite différence 
est due à la moitié de la période du schéma équivalent qui donne 
lieu à l’élargissement de la section du faisceau). 

Puisque dans le cas du résonateur télescopique utilisé le plus 
souvent, tous les coefficients d’aberrations &, diminuent monoto- 
nement avec la croissance de M, en général, la divergence du rayonne- 


ment diminue. Pourtant, si > an,r* est une série alternée, la dimi- 
nution non proportionnelle de ses coefficients peut conduire en 
principe à ce que la répartition décrite par cette série deviendra 
moins favorable. Il s'ensuit que pour certaines formes concrètes 
de 7 (r) ce ne sont pas les grandes valeurs de qui peuvent 
s'avérer les plus avantageuses, mais ses valeurs intermédiaires. 
[155] décrit un exemple de ce genre : les calculs machine en approxima- 
tion décrite ci-dessus ont montré que lorsque n (r) — n, a la forme 
représentée sur la figure 3.8 *), avec la croissance de M, la diver- 

*) La forme de la courbe de la figure 3.8 se distingue légèrement de celle 


représentée sur la figure de [155], mais elle est dressée d'après les données numé- 
riques fournies toujours par cet ouvrage. 


12—01593 
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gence du rayonnement ne diminue pas mais augmente. En analysant 
ce cas il n’est pas difficile de voir que la forme de n (r) est choisie 
de façon que les aberrations qui s'accumulent à des traversées dif- 
férentes se compensent réciproquement. Il suffit de modifier légère- 
ment la forme de la relation n (r) (par exemple, passer à la courbe en 
pointillé de la figure 3.8), pour que disparaisse l’effet indiqué ; c’est 
pourquoi cet exemple n’est pas typique: en général, il est utile que 
les aberrations s'ajoutent pendant le plus petit nombre possible de 
traversées du milieu hétérogène. 

Quelques remarques sur les moyens de l’approximation de l’op- 
tique géométrique. Examinons tout d’abord si la méthode d’éva- 
luation de uv (r) exposée ci-dessus est applicable. Il est évident que 


Fig. 3.9. Front d'onde près du miroir de sortie du résonateur à aberrations; 
Ja ligne en pointillé visualise la surface équiphase du résonateur idéal. 


cette méthode n'est justifiée que si une hétérogénéité optique du 
milieu est si petite, qu’elle n’entraîne pas de modification sérieuse 
de la marche des rayons par rapport au cas d’un résonateur idéal. 
A cet effet il faut que quel que soit le secteur de la section du fais- 
ceau qui frappe le miroir, l’angle entre la normale à son front d’onde 
et la normale au front de l’onde divergente d’un résonateur idéal 
soit beaucoup inférieur à l’angle entre cette dernière et la normale à 
la surface du miroir (fig. 3.9). Pour un problème bidimensionnel ou 
à symétrie axiale, l’expression mathématique de cette condition 


est la suivante I [azE)+AaL(+)+a1()+...]l< 
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L IR (r)l, où k(r) = (r°/2p) — (r/2R;) est la distance entre la 
surface du miroir et la surface équiphase de l’onde divergente 
qui lui adhère. En utilisant pour le calcul de la courbure p de 


cette dernière la relation (1.22) on obtient + y 2= 


= + VABCD = Lu), où N= a#/(24B)) est le 


2 a? 
aramètre introduit à la fin du $ 1.2. Ainsi, À (r) — — (M — Ÿ= 
P TT ; 4 M J at? 
et notre condition acquiert la forme 


E[azo+ar(5)+...]|<£lra is 


, () 


Na= (M). (8) 


Notons que Ja quantité Vea À/2 est égale à h (a), c'est-à-dire à la 
distance entre la surface équiphase de l’onde divergente d’un réso- 
nateur idéal et le bord du miroir (fig. 3.9). Le paramètre Veq ainsi 
introduit joue dans la théorie de diffraction des résonateurs instables 
un rôle important (cf. paragraphe suivant). Il est aisé de voir que 
ce paramètre, de même que À, est une grandeur algébrique : dans 
la situation représentée sur la figure 3.9, Na >> 0; si le front d'onde 
touche d’abord le bord et non pas le centre du miroir, Méq € 0. 
Pour des systèmes confocaux, p = oo et Mea = 2hÿ/À = 
= (M — 1) a2/2ÀL, où k, est la flèche du miroir de sortie (dans le 
cas du résonateur télescopique, Ve >> 0; pour un résonateur com- 
posé de miroirs concaves, Veq << 0). Pour un résonateur symétrique 
vide représenté sur la figure 3.3,e, Nea = (a?/2AL) (M — 1/M). 

A la lumière du critère (7), l’attention est attirée par le fait qu’à 
mesure que | M | s'approche de l'unité, les limites d'application du 
modèle développé se rétrécissent brusquement, puisque dans ces 
conditions, d’une part, | Vea | diminue, et d’autre part, la plus 
grande partie des coefficients d’aberration a, (fig. 3.7) augmente 
brusquement. Enfin, dans le cas limite des résonateurs plan (M — 1), 
concentrique (M = 1; fig. 1.13, c, d) ou semi-concentrique (M = 
— —1; fig. 1.13, f), la présence des perturbations aussi petites que 
l’on veut suffit pour que la somme de (5) diverge et l’approximation 
de l’optique géométrique devienne inadmissible. Voici donc encore 
une explication de la Sensibilité extraordinaire d’un résonateur plan 
à toute sorte d’aberrations. 

Pour réaliser des calculs concrets dans le cas d’un milieu sen- 
siblement hétérogène, tout en restant dans le cadre de l’approxima- 
tion de l’optique géométrique, on peut utiliser la méthode de l’ico- 
nale plus perfectionnée (6, 156]. En particulier, elle rend déjà 
12e 
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compte de la redistribution de l'intensité du rayonnement suivant la 
section du faisceau, provoquée par l'écart des rayons sous l’effet 
des hétérogénéités de phase; il est vrai que, comme nous l’avons 
montré au $ 1.1, l’irrégularité de la répartition de l’amplitude 
influe très peu sur la divergence du rayonnement. 

Bien que la méthode de l’iconale ait des limites d’application 
plus larges que la plus simple application exposée ci-dessus, on ne 
parvient pas à révéler en l’appliquant aucune loi nouvelle du com- 
portement des résonateurs instables [156]. Cette méthode étant, par 
ailleurs, moins suggestive et imposant des calculs machine, nous ne 
l'utiliserons pas dans ce qui suit. 

A titre de conclusion considérons encore un aspect de l’approxima- 
tion de l’optique géométrique. Tout au long de la période de la ligne 
équivalente l’amplitude du champ dans le sens du rayon qui passe 
par son axe change sous le rapport Æ (0) p (0)/| M [P, où Æ (0) = 
= exp ['/,k, (0) ! et p (0) = V À’ (0) sont respectivement le gain 
d'amplitude dans le milieu et le coefficient de réflexion du miroir 
de sortie sur l’axe du système (admettons que dans les résonateurs 
asymétriques le miroir de grande section est toujours à réflexion 
totale; pour la définition des quantités 4, et R”, cf. $ 1.4); | M |? 
est le facteur qui décrit l’atténuation de l’amplitude par suite de 
l'élargissement du faisceau; dans le cas bidimensionnel, p — 1/2, 
dans le cas tridimensionnel, p = 1. 

La source du champ au point r est le champ au point r/M (cf. 
fig. 3.6). Conformément à la définition de la fonction d’aberration 
F (r), l’amplitude complexe du champ le long de ce rayon change 


sous le rapport TT F (r). Ce calcul permet de composer l’équa- 
tion 
K (0) p (0) 
PEER F(u(+); (9) 


où yest la valeur propre. A l’aide de la substitution 
“(= FE (SZ) F (57)... = Y'A (0) PO) 


l'équation (9) se ramène à l'équation d’un résonateur idéal, donnée 
pour la première fois par Siegman et Arrathoon [157] sous la forme 
suivante : 


v'u(r) = IL u(+). (9a) 


Cette équation possède formellement les solutions de la forme 


u(r} = r" à valeurs propres y’ = (1/M)P+", où m est un nombre 
quelconque. Siegman et Arrathoon ont tiré la conclusion que m peut 
prendre les valeurs 0, 1, 2, ‘8, ...3 ils se guidaient là par l’impé- 
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ratif de la fonction & (r) elle-même et de toutes ses dérivées bornées 
en r — 0. Or, l’assise de cette conclusion n’était pas en général très 
solide: on sait que l’approximation de l’optique géométrique n'est 
applicable que lorsque les variations relatives de x (r) sur la dimen- 
sion de la zone de Fresnel VAL sont petites, c'est-à-dire lorsque 


VF] ss 


& 1. (10) 


Au point r — 0, la condition (10) est satisfaite seulement par 
la solution triviale de l'équation (Ja): u — Cte (m = 0), qui conduit 
à la formule (5), celle-ci étant de cette façon la solution de l’équa- 
tion (9) à valeur propre 


y = À (0) p (0)/i M }. (11) 


Pour résoudre définitivement le problème du spectre des modes 
d’un résonateur instable il convient de recourir à l’approximation 
de diffraction. D'autre part, dans le cas des miroirs bien nets près 
du bord du faisceau, la condition (10) n’est pas observée non plus, 
ce qui détermine plusieurs particularités de ces résonateurs. Passons 
à l'étude de ces problèmes. 


$ 3.3. Effets sur les bords et spectre 
des oscillations propres 


Equivalence des résonateurs instables et interaction des solutions 
de leurs différents lypes. En approximation de diffraction la répar- 
tition du champ des résonateurs instables, aussi bien que des réso- 
nateurs d’autres types, est décrite par les fonctions propres d’un 
système de deux équations intégrales qui relient les champs sur les 
miroirs à l’aide du principe de Huygens-Fresnel. Pour les résona- 
teurs à sortie du rayonnement unilatérale, lorsqu'un des miroirs 
est suffisamment grand et est à réflexion totale (cf. fig. 3.3, a à d), 
on peut utiliser la relation intégrale (1.24) ou (1.24a) qui permet 
de composer une équation unique ne contenant déjà que la fonction 
de répartition du champ sur l’autre miroir. 

Si l’on passe de la répartition du champ sur le miroir de sortie 
à la répartition sur la surface équiphase de l’onde divergente de 
l’approximation géométrique (cf. plus haut, $ 3.2), l'équation cher- 
chée acquiert une forme particulièrement suggestive [157]. En effet, 
en portant dans (1.24a) U (X, Y) = % (X, Ÿ) exp lin Ne (X° +Y®)] 
(en réalisant ainsi le passage indiqué) et en tenant compte que 
AD + BC = (M +1/M)/2, on obtient l'équation intégrale sui- 
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Ecrivons une équation analogue pour le cas bidimensionnel qui 
fera justement l’objet principal de notre étude; admettons de plus 
que le miroir de sortie possède un coefficient de réflexion p (x) va- 
riable suivant la section, et omettons le facteur de phase exp (2ikL,) : 


VmXm (À) = 
= V Ni | P1 (À) exp [inNmM (x) Xm(X')dX". (13) 


nl, 


Ici comme dans (12)"y,, est la valeur propre; À = zx/a, la coordonnée 
sans dimension; 2a, la dimension caractéristique du miroir; le 
paramètre Vea utilisé lors du passage à une nouvelle surface de 
référence est associé toujours à V et M par la relation Meg = 
= (N/2) (M — 1/M) ; enfin, p, (X) = p (aX); pour le cas du miroir 
terminal à réflexion totale 


1, [XI<1, 


L'équation du résonateur symétrique (fig. 3.3, e) *) a la même 
forme sous la condition que le coefficient de réflexion de ses deux 
miroirs soit décrit par la même fonction p, (X). 

De la sorte, tous les résonateurs instables à sortie du rayonnement 
unilatérale, N et M (ou M et Nea) égaux et même loi de variation 
du coefficient de réflexion du miroir de sortie, sont équivalents les 
uns aux autres (pour le cas particulier des miroirs à réflexion totale, 
ce résultat a été déjà obtenu au $ 1.2). Qui plus est, les fonctions 
propres et les valeurs propres des résonateurs dont deux des trois 
paramètres quelconques (VW, M, Nea) sont négatifs peuvent être 
exprimées à l’aide des fonctions propres et valeurs propres du réso- 
nateur de mêmes paramètres en valeur absolue, mais positifs (il 
est vrai que pour M << 0 à cet effet il faut que soit observée la con- 
dition p (—zx) = p (x): c’est que lorsque 7 change de signe, il n°y 
a que les sources d’aberration réparties symétriquement qui conser- 
vent leur influence; cf. $ 3.2). Montrons ceci sur l’exemple des 
résonateurs à N>0; M <0; Ne < 0 (on y rapporte, en particu- 
lier, le résonateur confocal représenté sur la figure 3.3, c). En pas- 


*) Dans ce cas, la grandeur y,, tout comme M (cf. $ 3.1) se rapporte à la 
traversece du résonateur dans un sens et non à un aller-retour. 
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sant de (13) à l’équation complexe conjuguée, en remplaçant dans 
l'intégrand X’ par —X”" et en utilisant p, (—X") = p, (X') et 
M = —]| M |, on obtient 


y (X) = A [ P4 (X°) expiaNiMI(X"— 55) Jx*—x)ax 


(comme partout l’astérisque +» traduit la conjugaison complexe). 

On sait que les fonctions propres des résonateurs de ce genre sont 
symétriques (4) et antisymétriques (#%.). Portons dans la dernière 
relation 4* a(—X") = +%* à (X°), pour obtenir les équations qui 
ne se distinguent que par le facteur affecté à y, alors que pour le 
reste elles se confondent complètement avec l'équation du réscna- 
teur de paramètres NV, | M |. En définitive, on a 


Ye. a (CV: —|M|)= + iv (N, IM|), 
Xs.a(N, —IM], X)=%3, .(N, |M], X). 


Pour les résonateurs à N < 0, M > 0, Wéa << 0 (à titre d'exem- 
ple on peut indiquer le résonateur symétrique composé de deux 
miroirs fortement concaves) 


VC—INT M)=%% INT, M), XC-INT M, À) = (INT, M, À). 


Enfin, pour N<<0; M <0; Nea > 0 (par exemple, le résonateur 
confocal composé de miroirs concaves, dans lequel la miroir de sortie 
est un miroir à RÀ plus grand) 


Visa (HN). —|M})= + iv a (INT, IM), 


Les formules mentionnées montrent que pour tous les résonateurs 
instables à N, M et Nea égaux en valeur absolue, les valeurs propres 
se distinguent par des facteurs de phase, mais coïncident en module; 
de cette façon, ils ont tous les mêmes pertes par diffraction. Avec 
le choix mentionné ci-dessus de la surface support (surface équiphase 
de l’onde divergente de l’approximation géométrique) les fonctions 
propres des résonateurs à Véq >> 0 s'avèrent conjuguées complexes 
par rapport aux fonctions propres des résonateurs à Véq >> 0. Puis- 
que le passage de la surface de référence indiquée à la surface des 
miroirs se fait en multipliant par exp (ixVsaX°), les répartitions 
à la surface des miroirs sont également conjuguées complexes. 

Tout ceci permet de nous borner par la suite à l’étude d’un type 
de résonateur quelconque. Illustrons donc notre exposé par l’exemple 
d'un résonateur composé de deux miroirs convexes identiques 
(fig. 3.3,e;, N>0; M >0; Neq © 0), en nous bornant en géné- 
ral à la discussion du cas bidimensionnel, et écartons-nous de cette 
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règle seulement lorsque le passage au cas tridimensionnel entraîne 
la modification qualitative du spectre des oscillations. 

Résonateurs instables à bord complètement « flou ». En s'inspi- 
rant de [151, 154], examinons d’abord les propriétés des résonateurs 
instables tels que les effets de diffraction par les bords soient ines- 
sentiels. Des considérations générales rendent clair que cecia lieu 
lorsque le coefficient de réflexion des miroirs et, avec lui, l’amplitu- 
de du champ décroissent progressivement vers le bord du système. 
Les données du $ 3.2 entraînent également que dans de tels résona- 
teurs la répartition du champ du mode fondamental doit être bien 
décrite par la formule de l’approximation de l'optique géométrique 
(5) qui vérifie l'équation (9). Le rapport entre les équations des 
approximations de diffraction (13) et de l'optique géométrique (9) 
est parfaitement évident. En effet, dans le cas de grandes valeurs 
de X’ — X/M, le facteur exp lin NM (X° — X/M)°] oscille rapide- 
ment. 11 s'ensuit que si le produit p,% est une fonction lentement 
variable de X”, la valeur de l’intégrale de (13) est définie pratique- 
ment seulement par le comportement de cette fonction au voisinage 
du point X/M (cf. également $ 1.1). En la développant au voisinage 
de ce point en série de Taylor 


Ps ALAN = (F7) x (7)+(2-5) 2 xxyu Pi 


et en se bornant aux termes écrits, après l'intégration on obtient 
tout de suite (9) avec la fonction d’aberration F (X) = p, (X/M)/p, (0) 
(dans le cas du résonateur vide À = 1). 

Pour comprendre quel est le spectre des modes des résonateurs 
instables à bord flou, examinons leurs propriétés en approximation 
de diffraction sur l'exemple du résonateur à distribution gaussienne 
du coefficient de réflexion des miroirs 


o (x) = exp (—2x°/a°), p, (X) = exp (—2X). 


Ce cas présente un intérêt particulier par le fait qu'on peut admettre 
que les miroirs à distribution gaussienne de p possèdent un bord 
parfaitement flou: la réflexion sur ces miroirs des faisceaux lumi- 
neux à l'amplitude dont la répartition est gaussienne ou uniforme, 
fait naître des faisceaux gaussiens, dont l’image du champ dans la 
zone éloignée ne possède pas de maximums complémentaires. Par 
ailleurs, pour les résonateurs munis de tels miroirs. il existe une solu- 
tion analytique exacte [3]. Lorsque les dimensions transversales des 
miroirs, aussi bien que les pertes par diffraction, ne sont pas trop 
petites (plus précisément, lorsqu'on respecte la condition 7Véq (M — 
— 1/M) >> 1), après le passage aux coordonnées usuelles cette solu- 
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tion se met sous la forme [151] *) 


Um (2) + Uo (2) Hm (2 V — in Ne +); m—=0, 1, 2, ..., (14) 


VmS() ‘; (15) 


< 2 3 13\ dm t2 
où u,(x) — exp( — #3) » H nt) = (—1"exp( +) ai x exp{ = 5) 
sont les polynômes d’Hermite. Puisque Æ,(t) = 1, la fonc- 
tion u, décrit directement la répartition du champ du mode infé- 
rieur ; on voit sans peine qu'elle vérifie l'équation de l’optique géo- 
métrique (9) et peut se calculer d'après la formule (5) 


u(z)=p (+) (5)... =exp (5-5 —..)- 
2 


> z° 
= exp | — 2— 1 &). 


Considérons maintenant les polynômes d’Hermite. Ils compor- 
tent tous le terme {”*; pour les deux premiers polynômes il est le 
terme unique (4, (t) = 1; H,{t) = t), les autres comportent encore 
des termes de plus petits ordres (77, (£) = & — 1; H,(t) = & — 31, 
etc.). Ces termes complémentaires ne jouent un rôle essentiel que dans. 
le cas de petites valeurs de l’argument ,,; (14) montre que dans le 
cas considéré de grands ÂVeq Ceci a lieu seulement dans un petit 
secteur central de la section du résonateur. De Ja sorte, les premiers 
deux modes sur toute la section du résonateur, et ceux qui suivent 
sur sa plus grande partie, sont décrits par les fonctions u, (x) (x/a)", 
‘qui sont les solutions de l'équation de l'optique géométrique (9) 
(cf. la fin du $ 3.2). Les exposants affectés à x/a s'avèrent en effet 
être des nombres entiers, seulement malgré l'hypothèse de Siegman 
et Arrathoon, ceci résulte non pas de certaines conditions sur l'axe. 
du résonateur (où l’approximation géométrique cesse d’être vraie), 
mais de l'impératif imposé à u,, (x) d’être borné sur l'infini [151]. 

Un exemple de la répartition des champs de quelques modes 
inférieurs avec M = 2 et x Vega = 50 est donné par la figure 3.10. 
Avec l'éloignement du centre des miroirs, l’amplitude du champ 
du mode fondamental (m — 0) décroît suivant la loi gaussienne, la 
dimension caractéristique de la « tache » dans le plan du miroir 


est égale à 2a V M° — 1. La répartition des champs des autres modes 


*) Lors de la confrontation avec les données fournies par la littérature, 
il faut tenir compte que dans plusieurs ouvrages, y compris dans (151, 154, 
la relation adoptée entre le champ et le temps est exp(iwt) et non pas 
exp (—iwt), comme dans notre ouvrage (il en résulte que partout le signe de- 
i change). 
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Fig. 3.10. Répartition des champs des modes inférieurs dans un résonateur 
à miroirs gaussiens (M = 2; ANéq — 90): a) répartition de l'amplitude; 
b) répartition de la phase (comme origine on a retenu une onde sphérique de 
de l'approximation géométrique). 


dans la région centrale du résonateur est moins uniforme. Avec l’aug- 
mentation de l'indice transversal m, la zone de la grande amplitude 
s'écarte du centre. Les surfaces équiphases des modes à m = A. 1 
coïncident naturellement avec la surface de l’onde sphérique de l’ap- 
proximation géométrique (fig. 3.10, b). Dans les fronts d'onde des 
modes d'ordres plus élevés on observe près du centre des miroirs des 
écarts notables de la forme sphérique, manifestation du fait que les 
polynômes d’'Hermite comportent également d’autres termes que f”. 

Toutefois, ce qui nous intéresse surtout maintenant ce n’est 
pa la forme concrète des solutions pour le résonateur à miroirs gaus- 
Siens, mais le fait que c’est seulement le facteur u, (x) commun à tou- 
tes les fonctions propres qui dans les relations (14), (15) dépend au 
fond de la forme de la répartition de p (x) (puisque Veq — @°, la 
valeur de l’argument },, ne dépend pas de a). Il est également remar- 
quable qu’en vertu de (15) les valeurs propres ne dépendent pas des 
dimensions des miroirs et coïncident avec les valeurs propres obte- 
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nues par des méthodes formelles dans [158, 159] pour les résonateurs 
à dimensions infinies. 

Nous avons déjà vu que dans le cadre de l’approximation de l’op- 
tique géométrique, en dégageant le facteur qui décrit la répartition du 
champ du mode fondamental, pour toute forme de la fonction d’aber- 
ration Ÿ (x), on ramène l'équation correspondante à l’équation du 
résonateur idéal (cf. le passage de (9) à (9a)). Par analogie on peut sup- 
poser qu’en approximation de diffraction les fonctions propres sont 
de la forme (14) non seulement dans le cas des miroirs gaussiens, mais 
aussi dans le cas général des résonateurs instables à bord bien flou 
quels qu'ils soient. La répartition du champ du mode fondamental 
ü, qui figure dans (14) est alors calculée à l’aide de (5); les valeurs 
propres doivent être égales à (cf. (11)) 


Ym = Æ (0) p (0) (1/M)7* 7. (15a) 


On verra par la suite que les considérations énoncées dans [151] 
sont en principe correctes; pourtant. il faut encore étudier les pro- 
priétés des résonateurs dont les miroirs ont une forme géométrique 
correcte à bord bien net. 

Résonateurs instables à bord bien net. Comme nous l’avons déjà 
dit au $ 3.1, dans son premier ouvrage [4] Siegman a émis l’idée 
que dans les résonateurs instables à grandes pertes, la diffraction par 
les bords doit influer seulement sur la partie périphérique du faisceau 
qui à l’instant s'échappe du résonateur. Il s'ensuit directement que 
la répartition du champ sur les miroirs (ou dans le cas de la sortie 
unilatérale, sur le miroir de sortie) et la valeur des pertes ne doivent 
pas dépendre sensiblement des effets sur les bords; une conclusion 
analogue sur les propriétés des résonateurs instables à grandes pertes 
est également tirée par Veinstein ([3], problème n° 8 du chapitre 4). 
Pourtant des calculs machine précis réalisés par Siegman et Arrathoon 
par la méthode itérative [157] montrent que l’allure des propriétés 
des résonateurs instables à miroirs à réflexion totale de dimensions 
finies est loin d’être simple. On a découvert que la répartition du 
champ des oscillations aux pertes minimales se distingue des pré- 
dictions de l’approximation géométrique pas très fort, mais quand 
même d'une façon perceptible (fig. 3.11). Qui plus est, il s’est avéré 
que le caractère de cette répartition et la valeur des pertes dépendent 
d’une façon compliquée des dimensions transversales des miroirs, en 
manifestant ainsi une dépendance périodique évidente de la varia- 
tion de Véa, M étant fixé. La forme typique de 1a relation entre les 
pertes et Vsq calculée par [157] est représentée sur la figure 3.12, a 
{la méthodologie utilisée permettait de calculer simultanément les 
pertes des deux modes de la meilleure qualité). 

L'ouvrage de Siegman et d'Arrathoon a été une contribution 
essentielle à la théorie des résonateurs instables à bord bien net; 
en particulier, ce sont eux précisément qui ont introduit le paramètre 
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Néa- Pourtant, le sens physique de ce paramètre est resté obscur; 
d'autre part, en interprétant les données de calcul, les auteurs de 
[157] ont commis une erreur en admettant que la ligne « ondulée » 
inférieure GHJ ... correspond à un mode d'ordre inférieur, alors 
que les ramifications en V (4AGB, CHD, EJF, ...), à un autre mode 
symétrique. En réalité, comme cela a été indiqué dans [152] et confirmé 
par les calculs ultérieurs [160, 161], la périodicité apparente de la 
variation des pertes provient de ce qu’avec la croissance de Mao, 
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Fig. 3.11. Répartition de l'amplitude des modes à pertes les plus petites au 
voisinage du point de dégénérescence dans un résonateur à bord net (M — 1,86; 
Neq & 5) [157]. La courbe ]: Nsq < 5; la courbe 71: Neq 5. 


les types des oscillations possédant la meilleure qualité se succèdent 
à tour de rôle (d’une façon analogue à la figure 2.21). Cette succession 
a lieu au voisinage des valeurs en nombres entiers de Meg, pour 
lesquelles les modes s'avèrent deux fois dégénérés par rapport aux 
pertes (mais non pas par rapport aux fréquences). Notons que la 
figure 3.11 visualise précisément les configurations des champs de deux 
modes voisins du point de dégénérescence. 

Les figures 3.12, b., c donnent une idée plus complète du com- 
portement des oscillations propres d’un résonateur bidimensionnel 
[1601 et tridimensionnel à miroirs ronds [161]. On voit qu’en défini- 
tive il y a un petit nombre de modes dont les pertes changent avec 
Néea Suivant une allure quasi périodique, de façon que ces oscilla- 
tions acquièrent tour à tour la meilleure qualité. Dans le cas tridimen- 
sionnel, ces lois se conservent pour de grands Véaq aussi, alors que 
dans le cas bidimensionnel, les courbes cessent de se recouper à partir 
d'une valeur définie de Véq : la dégénérescence des modes par rap- 
port aux pertes est supprimée. 
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Fig. 3.12. Dépendance des pertes et des valeurs propres vis-à-vis de N,,: 
a) pertes dans un résonateur bidimensionnel, M — 1,86 [157]; b) pertes dans 
un résonateur bidimensionnel, M = 3,3 [160] (la ligne en pointillé traduit la 
valeur des pertes pour le mode inférieur du résonateur à bord flou); c) va- 
leurs propres dans un résonateur tridimensionnel à miroirs sphériques, M = 5, 


l'indice azimutal des modes est nul (absence de la dépendance vis-à-vis de 
l'angle azimutal) [161]. 
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Sans entrer dans une analyse détaillée de ces phénomènes, on 
peut tout de suite tirer la conclusion que dans les résonateurs insta- 
bles les effets sur les bords se produisent quand même, bien que Île 
miroir de sortie ne soit frappé que par la partie centrale du faisceau 
qui, semble-t-il, n’est presque pas perturbée par la diffraction. Pour 
en comprendre la raison, il convient de retenir que, en plus de l’onde 
réfléchie non perturbée, la diffraction fait apparaître une onde secon- 
daire qui a pour source imaginaire le bord du miroir (cf. $ 2.2). 
Bien que l’amplitude de l’onde 
secondaire diminue brusquement 
avec l'éloignement de la direction 
de l’onde réfléchie (fig. 3.13), une 
partie du rayonnement est diffusée 
sous de grands angles également, y 
compris dans le sens inverse à celui 
de l'onde incidente (ce qui est vi- 
sualisé sur la figure par des flèches 
en pointillé). Ce rayonnement est 
à l'origine de l'onde convergente 
dont les propriétés ont été étudiées 
de près au $ 3.1. Rappelons la pro- 
priété principale de l’onde conver- 
Fig. 3.13. Formation des ondes gente : alors que l'intensité de l’onde 
diffusées pue Ds PAT fondamentale diminue en une tra- 

| versée du résonateur de M ou M* 

fois, le rayonnement relatif à l'onde 

convergente reste pendant de nombreux aller-retour complètement 

à l’intérieur du résonateur. Il en résulte que malgré son 

intensité infime près du bord du système où elle se forme, 

l’onde convergente est tellement amplifiée à mesure qu’elle s’appro- 

che de l’axe du résonateur qu’elle exerce une action essentielle sur 
toute la structure du champ. 

Cette description si primitive qu'elle soit, permet quand même 
de comprendre le rôle du paramètre V4q [154]. A cet effet, revenons 
à la figure 3.9. Sur ce dessin la ligne en pointillé représente la surface 
équiphase de l’onde divergente qui se propage vers le miroir dans le 
cas considéré du résonateur idéal (le milieu est absent ou est homogè- 
ne}. On voit sans peine qu’elle est aussi une surface équiphase de l’on- 
de convergente qui se déplace déjà à partir du miroir. Il s'ensuit que 
le rayonnement de l’onde divergente qui frappe le bord du miroir 
pour former ensuite une onde convergente, passe entre les surfaces 
équiphases de ces ondes en contact avec le miroir, une distance globale 
Néah. De la sorte, lorsque Veq change d’une unité, le déphasage 
entre les ondes divergente et convergente, dû à la diffraction par les 
bords, atteint 2x, ce qui détermine la quasi-périodicité des propriétés 
des résonateurs instables. 
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Notons qu'il est toujours possible de déterminer Veq d'après 
la distance entre les surfaces équiphases des ondes divergente et con- 
vergente au voisinage de l'élément qui délimite la section du faisceau 
dans le résonateur, alors que la définition de Vsq donnée par la 
figure 3.9 perd dans certains cas son sens. Ceci se produit en premier 
lieu dans les résonateurs en anneau, ainsi que dans les systèmes où 
la section du faisceau est délimitée non pas par le miroir de sortie, 
mais par un diaphragme placé à une distance perceptible du miroir. 

Une étude plus poussée des propriétés des résonateurs instables 
à bord net peut se faire en appliquant les méthodes analytiques 
de Veinstein, de même qu'il en a été au $ 2.2 pour le cas du résonateur 
plan. L'aspect mathématique de la question sera exposé sommaire- 
ment au paragraphe suivant, où nous discuterons des propriétés des 
résonateurs à trou de couplage central : on ne trouvera pas là de solu- 
tion en approximation géométrique et il est impossible de se passer 
de l'approche de Veinstein. Pour le moment ne faisons que noter 
que grâce aux effets d’interférence, le rayonnement diffusé par la 
diffraction par les bords à l’intérieur du résonateur s'avère réparti 
déjà non pas suivant toutes les directions, mais suivant quelques di- 
rections discrètes. Tout comme au $ 2.2, l’une d'elles correspond 
à l’onde « réfléchie » sur les bords, les autres, aux ondes « transfor- 
mées »; seulement, l’angle d'incidence & de l’onde initiale sur le 
bord du miroir étant ici très grand (cf. fig. 2.7), parmi les ondes 
« transformées » il y a non seulement celles qui sont diffusées sous des 
angles supérieurs à celui de l’onde « réfléchie » (c’est-à-dire à 8 => a), 
mais aussi sous des angles inférieurs (8-<< «). En comparant les 
figures 3.13 et 2.7, on voit que dans le cas des résonateurs instables, 
lorsque le bord est frappé par une onde divergente, l'onde « réfléchie » 
sur ce bord est justement une onde convergente. Les calculs approchés 
réalisés par Lioubimov et ses collaborateurs [162, 163] montrent que 
les lois compliquées qui viennent d’être énoncées s’expliquent en 
fait par l’interaction de l’onde fondamentale avec l’onde « réfléchie » 
et une ou deux ondes « transformées » de ses voisines les plus proches. 
Le rayonnement diffusé dans d’autres directions sort rapidement du 
résonateur, et de ce fait ne joue pas de rôle important. 

Les publications ultérieures dont les auteurs ont appliqué les 
mêmes méthodes que Veinstein (cf., par exemple, [164]) n’ajoutent 
en principe rien de nouveau par rapport à [162, 1631. Il convient 
de noter que dans le cas des résonateurs instables, des calculs de 
ce genre, surtout si l’on tient compte ne serait-ce que d’une onde 
« transformée », imposent des opérations très lourdes et finalement, 
ne permettent pas d'éviter la résolution sur ordinateur des systèmes 
d'équations transcendantes. C’est pourquoi leurs résultats se prêtent 
difficilement à une révision d'ensemble et ne sont pas suggestifs. 
Par ailleurs, nous verrons dans ce qui suit qu’en général, dans les 
résonateurs instables, et dans ceux à bord bien net, en particulier, 
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le problème de la classification des oscillations propres ne présente 
surtout qu’un intérêt académique. Pour ce qui est de la pratique, 
il n’y a que le caractère du comportement des modes à pertes mini- 
males qui s'avère important ; or. il est rendu parfaitement clair par 
les ouvrages (157, 152, 160, 161] qui ont utilisé la méthode numé- 
rique itérative (cf. fig. 3.12). Nous n'envisagerons donc pas ce pro- 
blème de près et passerons à la discussion des propriétés des syste- 
mes réels. 

Traits particuliers des effets sur les bords dans les conditions réel- 
les. Du point de vue du problème de la divergence du rayonnement 
le plus d'intérêt présentent les résonateurs à section de dimensions 
importante et à | M | — 1 pas trop petites: il est clair qu'ils véri- 
fient la condition | Va | © 1. Dans de tels résonateurs le caractère 
particulier des effets de diffraction consiste essentiellement dans le 
fait que l’onde divergente fondamentale vient frapper le bord du 
miroir sous un angle & relativement grand, défini par la géométrie 
du système (cf. fig. (3.13)). Du rayonnement diffusé par la diffrac- 
tion à l’intérieur du résonateur, il ne reste qu’une partie qui est 
déviée du rayon réfléchi à des angles supérieurs à &. Nous avons 
déjà vu que dans cette partie du rayonnement aussi le rôle principal 
revient à l’onde convergente qui correspond à l'angle de déviation 
2a. On montre aisément que les quantités & et Vea sont liées par 
la relation & — VéqÀ/a. Dans les résonateurs réels des lasers puis- 
sants ÂVeq Varie ordinairement de quelques dizaines à plusieurs 
milliers (cf. chapitre 4); les angles 2x atteignent dans ces conditions 
quelques degrés. 

D'autre part, on sait que l'intensité de la diffusion par diffrac- 
tion de la lumière à de grands angles dépend fortement du caractère 
des bords des miroirs [165]. Les ouvrages théoriques énumérés dans 
ce qui précède, dont les auteurs ont observé les effets de dégénéres- 
cence des modes suivant les pertes. etc., se rapportent au fond au 
cas hypothétique où le bord des miroirs est bien affilé et nettement 
tracé suivant une ligne droite ou un cercle de centre sur l’axe du 
résonateur. Un tel modèle est parfaitement admissible tant qu'il 
s'agit, par exemple, des modes inférieurs des résonateurs plans, aux- 
quels correspondent de petits angles d'incidence du rayonnement 
sur les bords du miroir. Pour les résonateurs instables il n’est déjà 
plus possible de négliger le « flou » naturel du bord et l’imperfec- 
tion du contour du miroir; ces deux facteurs atténuent la diffusion 
par diffraction de la lumière à de grands angles, et par suite, atté- 
nuent l'intensité de l’onde convergente. Si cette atténuation est im- 
portante. la dégénérescence par rapport aux pertes est supprimée 
et les valeurs propres s’approchent des valeurs prédites par la for- 
mule (15). 

Evaluons quels doivent être les écarts par rapport aux condi- 
tions parfaites pour que l'intensité de l’onde convergente diminue 
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brusquement. Le plus simple est de le faire pour le cas où le coef- 
ficient de réflexion du miroir évolue de l'unité à zéro non pas par 
saut, mais sur l’étendue de la zone d’une largeur d finie (c’est la 
situation qui a lieu en particulier lorsqu'on utilise des miroirs 
à revêtement d'interférence multicouche). En effet, la variation 
importante de l’amplitude du faisceau réfléchi sur le miroir tout au 
long de la dimension caractéristique d témoigne du fait que dans le 
développement de l’amplitude en série de Fourier figurent les com- 
posantes à fréquences spatiales —1/d. Puisque la répartition angulaire 
du‘rayonnement est la transformée de Fourier de la répartition dans la 
zone rapprochée ($ 1.1), à ses composantes correspondent les angles 
d'incidence —À/d. Il s'ensuit que pour que la lumière soit diffusée 
à des angles inférieurs à 24 — 2Neqh/a, il faut que soit observée 
la condition d > d, = a/2N6a [151]. Notons que cette situation est 
tout à fait la même qu'en radiotechnique, où la diminution de la 
raideur des fronts de l'impulsion s'accompagne du rétrécissement 
correspondant du spectre du signal. 

Un calcul plus rigoureux de l’atténuation de l'intensité des ondes 
diffusées peut se faire de la manière suivante. Divisons toute la zone 
de « flou » en plusieurs secteurs d’une largeur de Az chacun. En 
remplaçant la-fonction « lisse » p (r) par une fonction en escalier, on 


obtient une collection de «gradins» d'une hauteur — “e Az. Il 
est clair que chaque « gradin » engendre des ondes sur les bords d’une 


amplitude relative — e Az (cf. $ 2.2). En les additionnant dans la 


zone éloignée compte tenu des relations de phase et en remplaçant 

la sommation sur tous les « grandins » par l'intégration, on obtient 

que l’intensité des ondes sur les bords diffusées sous un angle + est 
a+d/2 


proportionnelle à B (Ÿ) = — { exp (i Æ yz) P az [166]; no- 
a—-d/2 


tons que B (+) est le spectre angulaire de la source d’une largeur d 
à répartition de l'amplitude — æ. Si l’on tient compte que pour 


d — 0 la quantité B (+) — 1, il devient clair que le remplacement 
d'un bord bien net par un bord flou entraîne la diminution de 
1/1 B (+) | fois de l'amplitude du rayonnement diffusé à un angle y. 

Les évaluations effectuées dans [166] à l’aide de ces relations ont 
montré que le paramètre d, introduit précédemment est en effet la 
largeur critique du «flou»; en l’atteignant, la « réflexion » par 
diffraction sur les bords s'avère déjà sensiblement affaiblie. Si la 
zone devient encore plus large, l’intensité de l'onde convergente 
continue à diminuer rapidement (dans certains cas en subissant en 
plus des pulsations ; la forme concrète de la relation entre 1/ | B (2a) | 
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et d/d, est définie, naturellement, par la loi de diminution de p 
à l’intérieur de la zone). 

Le même ouvrage [166] donne les calculs correspondants effectués 
par Cherstobitov et Vinokourov pour des résonateurs bidimensionnels 
à miroirs cylindriques à Veq relativement peu grands. Les calculs 
ont été faits par la méthode numérique de Fox et Li; le « flou » du 
bord était introduit par la donnée directe de la forme de p (x). Il 


Pertes d'énergie, % 
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Fig. 3.14. Relation entre les pertes des deux modes symétriques inférieurs et 

Neq dans un résonateur à bord partiellement flou [166] ; les droites en pointillé 

traduisent les valeurs des pertes dans un résonateur à bord complètement flou; 
M — 


[1 e 


s'est avéré qu'il entraîne en effet la suppression de la dégénérescence 
des modes inférieurs par rapport aux pertes. À titre d'illustration, 
la figure 3.14 donne la variation des pertes des deux modes symétri- 
ques inférieurs en fonction de Ve dans un résonateur où p diminue 
suivant une loi linéaire jusqu’à zéro dans le domaine d’une largeur 
dy. On voit que la dégénérescence est supprimée complètement et 
que les valeurs des pertes sont proches des pertes dans le résonateur 
à bord parfaitement flou (droites en pointillé). Dans ces conditions, 
la répartition du champ du mode fondamental u, est très bien décrite 
par la formule (5); la répartition du champ du deuxième mode sans 
coïncider aussi bien, il est vrai, coïncide d’une façon satisfaisante 
avec les résultats des calculs suivant la formule (14), dans laquelle 
on porte toujours le même uw, (cf. fig. 3.15). 
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Notons qu’en général lors du passage aux modes d'ordres plus 
élevés, l'influence de l’onde convergente croît progressivement et 
pour l’éliminer il faut un degré de flou toujours plus élevé. On le 
comprend sans peine si l’on se guide par la répartition du champ 
dans le résonateur à bord parfaitement flou et si l’on introduit un 
bord partiellement flou en tant que perturbation qui conduit à la 
formation d’une onde convergente. Le champ initial des modes des 
ordres élevés est relativement grand à la périphérie du résonateur et 
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Fig. 3.15. Répartition des pu des modes symétriques inférieurs dans un 

résonateur à bord partiellement flou, pour M = 3,3; Neq — 4 [166] : a) répar- 

tition de l'amplitude; b) répartition de la phase (comme origine on a retenu 

une onde sphérique de Lg géométrique). Les lignes continues tra- 

duisent le calcul machine, les lignes : pointes le calcul d'après les formules 
(14), (5). 


petit sur son axe (cf. fig. 3.10). Il s'ensuit qu'avec l'augmentation 
de l’indice transversal, d’une part, croît l'intensité initiale de l’onde 
convergente, et de l’autre, augmente l'influence qu’il exerce sur la 
structure du champ dans la partie centrale du résonateur. Dans ce 
qui suit nous ne traiterons déjà plus du problème des modes supérieurs 
en nous bornant à l'analyse du comportement des modes à pertes. 
minimales. 

Ainsi, pour supprimer la dégénérescence des modes inférieurs des- 
résonateurs instables bidimensionnels à petits Méa, un petit flou 
du bord suffit (rappelons que dans les résonateurs bidimensionnels 
à grands /Véq la dégénérescence n'existe pas même sans aucun flou). 
Cette conclusion peut être extrapolée directement au cas des résona- 
teurs tridimensionnels à miroirs sphériques rectangulaires, puisque, 
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comme nous l'avons vu à plus d’une reprise, pour ces résonateurs il est 
facile de réaliser la séparation des variables. 

Dans les résonateurs à miroirs sphériques ronds la manifestation 
des effets sur les bords est bien plus forte ; dans ce cas, contrairement 
aux résonateurs bidimensionnels à miroirs cylindriques, la simple 
augmentation de V4 ne conduit pas en présence d’un bord bien net 
à la suppression de la dégénérescence des modesinférieurs (cf. fig. 3.12). 
Ceci est dû au fait qu’à mesure que l’onde convergente s'approche 
du centre, pour des miroirs sphériques sa densité augmente plus brus- 
quement que pour des miroirs cylindriques (on sait que la structure 
de diffraction au centre de l’image est exprimée plus fort lors de la 
diffraction par ouverture circulaire que par une fente de même dimen- 
sion transversale). Les ouvrages [163, 338] ont montré par la méthode 
de Veinstein que pour supprimer la dégénérescence dans les résona- 
teurs à miroirs sphériques ronds, il faut diminuer l’amplitude de 
l’onde convergente par rapport au cas du bord bien net d'environ 
€ In (2x WVéq)/In M fois. La zone de flou qui correspond à ces condi- 
tions n’est déjà pas tellement petite : si avec la loi de diminution de 

(r-a)/d 
p la plus favorable (o M=r——= | exp (—5)) dt [166] elle 
Va 2 


constitue = V1 + In [ln (2x Wéa)/In M], avec la loi linéaire et 


des lois qui lui sont proches [166] elle atteint déjà — 0,54, X 
X In (2x WVéa)/In M. Même pour de grands eq cela aussi ne constitue 
qu’une faible partie de la dimension commune des miroirs. 

Il est enfin temps de voir quel rapport a le cas du résonateur à bord 
partiellement flou que nous examinons avec les propriétés des systè- 
mes réels. Aux paramètres des lasers à solide décrits dans le chapitre 
suivant correspondent les largeurs des zones de flou de 0,1 à 1 mm, 
nécessaires'pour la suppression de la dégénérescence des modes infé- 
rieurs par rapport’aux pertes; un tel flou des bords est fréquent. 

I! existe encore d’autres facteurs qui peuvent atténuer l'influence 
des effets sur les bords. Ainsi, dans les cas des désajustages du réso- 
nateur si petits soient-ils, les valeurs de Ve mesurées de part et 
d’autre de l’axe commencent à différer entre elles; les différences de 
cette sorte apparaissent également sous l'influence des aberrations 
(cf. fig. 3.9). Enfin, le tracé des bords des miroirs peut être irrégulier. 
Tout ceci conduit à ce que les ondes issues de différents secteurs du 
contour du miroir, arrivent sur l’axe avec des phases différentes et 
de ce fait s’amortissent réciproquement (on sait qu’en utilisant un 
diaphragme à bord irrégulier on peut complètement envelopper 
l’image de la diffraction loin de la frontière de l'ombre géométrique). 
Le sens du paramètre d, devient ici parfaitement clair: lorsque la 
distance de l’axe au bord varie de a — d,/2 à a + do/2, la valeur 
de Veq change de l'unité, le déphasage des ondes divergente et con- 
vergente, de 2x. 
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Tout ce qui vient d’être dit, ainsi que certains autres résultats 
des ouvrages mentionnés, suffit pour tirer la conclusion principale 
suivante : la dégénérescence des modes inférieurs de résonateurs réels 
à Néq © 1 ne se manifeste en général pas, et lorsque la nécessité 
se présente, peut être prévenue sûrement à l’aide des mesures aussi 
simples que l'exécution d’un biseau au bord du miroir (pour une telle 
élimination des effetssur les bords, cf. [3]). l’utilisation d’un diaphra- 
gme denté, etc. Certainement, il s'agit seulement des cas où la dégéné- 
rescence est provoquée par la diffraction par les bords d’un miroir 
et non pas par la diffusion de la lumière dans le milieu actif ou à la 
surface de séparation (l'influence de la diffusion de la lumière sera 
examinée sommairement au $ 4.1). 

La suppression de la dégénérescence par rapport aux pertes s'ac- 
compagne du fait que la répartition du champ commence à être 
décrite avec une précision élevée par les formules de l’approximation 
de l’optique géométrique (il convient seulement de retenir que lors- 
que le lissage n'est pas grand, la partie périphérique du faisceau 
émergeant du résonateur est quand même le siège des manifestations 
de diffraction). La possibilité d'appliquer l’approximation de l’opti- 
que géométrique témoigne sûrement à son tour du fait que le laser 
fonctionnera sur un mode transversal. En effet, la condition de régi- 
me stationnaire d'oscillation sur le mode fondamental est de la 
forme y — X (0) p (0}/| M [P = 1 (cf. (11), (15a)). Il s'ensuit que 
le gain du milieu sur l'axe du système, quelles que soient l'intensité 
et la distribution du pompage en régime des oscillations libres, est 
égal à | M |P/p (0), ce qui est en vertu de la même formule (15a) 
sensiblement inférieur au gain nécessaire pour l’excitation d’autres 
modes. De cette façon, le régime d'oscillation peut cesser d'être 
monomode seulement en présence des perturbations si fortes que les 
formules (14), (15) deviennent inapplicables même pour des modes 
inférieurs. Un cas particulier des perturbations de cette sorte est, 
comme nous l'avons vu, la présence d’un bord de miroir bien net 
et d’un tracé régulier. 

Toutes ces questions relatives aux effets sur les bords dans les 
résonateurs instables présentent un intérêt gnocéologique indubitable. 
Pourtant, du point de vue pratique, le problème de dégénérescence 
des modes par rapport aux pertes n’est pas aussi important de par 
lui-même qu'il en a l'air. Les calculs numériques réalisés dans [157, 
153, 162] et autres ouvrages entraînent que déjà avec de petits Neaq 
aux modes dégénérés correspond pratiquement la même répartition 
angulaire du rayonnement, surtout dans le cas des miroirs opaques, 
lorsqu'il n’y a que la partie extérieure du faisceau qui émerge du 
résonateur (cf. également figure 3.11). Avec la croissance de Né, 
indépendamment de l’absence ou de la présence de la dégénérescence, 
les champs des oscillations de la meilleure qualité se distinguent 
toujours moins du champ de l’onde sphérique de l’approximatior 
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géométrique, qui subit une diffraction unique par l'ouverture des 
miroirs. De plus, si Veq est suffisamment grand, ces différences ont 
un caractère presque irrégulier même dans le cas d’un bord bien net 
(fig. 3.16). Ainsi, la dégénérescence ne peut intervenir manifeste- 
ment dans la divergence du rayonnement et n'est indésirable que 
dans les lasers à monofréquence. 

Si les dimensions transversales de la section du milieu actif sont 
si petites que V4 ne peut dépasser quelques unités, pour obtenir des 
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Fig. 3.16. Répartition de l'amplitude et de la phase du mode fondamental du 
résonateur bidimensionnel pour Na = 30,*M = 2,38 [166]. 


oscillations à une seule fréquence on peut sélectionner, suivant les 
recommandations de Siegman [167], des paramètres du résonateur 
tels que Ve soit proche d’un nombre demi-entier. Dans ce cas la 
différence des pertes de deux modes de la meilleure qualité sera 
relativement grande même lorsque le bord est bien net (cf. fig. 3.12). 
Il convient seulement de tenir compte que la répartition du champ 
dans les résonateurs à petit ÜVéa est, en général, très irrégulière, ce 
qui entrave l’obtention des paramètres de sortie maximaux possibles 
des dispositifs lasers (cf. à ce propos $ 1.4, 4.1). 

A titre de conclusion notons que les considérations exposées 
dans ce qui précède ont été énoncées grosso modo par [151, 154], 
et confirmées avec des corrections minimales par les résultats des 
calculs numériques de (166, 163, 338]. De cette façon, la tâche de 
neutraliser la répartition irrégulière du champ due à la diffraction 
par les bords est devenue actuelle et a trouvé une solution de principe 
précisément lorsqu'il a fallu l'appliquer aux résonateurs optiques. 
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Un peu plus tard cette mème tâche s'est présentée aux concepteurs 
des amplificateurs lasers puissants. C'est que lorsque la densité 
du rayonnement amplifié s'approche du seuil d’autofocalisation, 
l’irrégularité de la répartition définie par l’action des facteurs quel- 
conques peut conduire à ce qu'en quelque point ce seuil sera dépassé 
et l’élément actif détruit. L’un de ces facteurs peut devenir la dif- 
fraction par les bords; pour neutraliser son influence on recourt aux 
mêmes astuces que celles déjà discutées dès [151] (ce qu'on appelle 
apodisation de l'ouverture). 


$ 3.4. Résonateurs instables à trou de couplage central 


Prémisses. Oscillations à caustique du résonateur bidimensionnel. 
Les résonateurs instables ont cette propriété importante que le rayon- 
nement qui les parcourt fait comme s'il s’« étalait » à partir du sec- 
teur central de 12 section (cf. fig. 3.6). Ceci rend possible en agissant 
sur ce secteur de commander le fonctionnement du laser dans son 
ensemble. Dans le chapitre suivant nous traiterons des amplifica- 
teurs et des oscillateurs qui ont à la base ce principe. Leurs caracté- 
ristiques sont déterminées pour beaucoup par l'efficacité de la com- 
mande ; or, cette efficacité dépend à son tour de la mesure dans la- 
quelle le seuil d'’autoexcitation d'un laser à résonateur instable 
s'élève lorsqu'on intercepte son secteur central par un écran. 

Le présent paragraphe a pour objet l’analyse théorique des pro- 
priétés des résonateurs instables à secteur central de la section mis 
sous écran ou à trou pratiqué dans l’un des miroirs, dit généralement 
de couplage. Cette analyse non seulement nous conduira à des conclu- 
sions pratiques utiles, mais nous imposera une étude plus détaillée 
de plusieurs éléments importants de la théorie de la diffraction des 
résonateurs instables, auxquels on n’a pas prêté assez d'attention au 
paragraphe précédent. Certains renseignements dont nous aurons 
besoin pourraient être tirés en principe de l’article [163] déjà cité. 
Pourtant, nous nous guiderons complètement par l'ouvrage l168] 
publié presque simultanément, spécialement consacré aux résona- 
teurs à trou de couplage et qui a analysé cette question assez à fond 
et d’une manière conséquente. 

“Il est pratiquement impossible d'obtenir pour un résonateur insta- 
ble à trou de couplage des solutions exactes sous une forme analy- 
tique; nous nous bornerons donc aux évaluations approchées. Ces 
dernières peuvent être basées dans une grande mesure sur l’analyse 
du comportement des fonctions propres du résonateur sans trou. 
C'est que, comme nous le verrons par la suite, parmi les fonctions il 
y en a qui dans une certaine région adhérente à l’axe du résonateur 
ont une amplitude négligeable du champ. Lorsque cette région aug- 
mente, les valeurs propres diminuent (c’est-à-dire les pÉRSS ess ‘modes 
correspondants augmentent). : 
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‘Puisque la présence d’une perturbation dans la zone d’un champ 
négligeable ne doit pas intervenir sensiblement dans la répartition 
du champ dans son ensemble, on peut parler d’une classe des fonctions 
qui coincident pratiquement dans les résonateurs à trou et sans trou. 
Parmi ces fonctions la valeur propre maximale appartient à celle 
dont les dimensions de la région du champ faible coïncident à peu 
près avec les dimensions du trou pratiqué. Il est naturel de supposer 
que c’est précisément cette fonction qui correspond au mode de la 
meilleure qualité du résonateur à trou; on verra par la suite que cette 
hypothèse est parfaitement justifiée. 

‘Abordons l'analyse qui, comme nous l’avons déjà dit, peut être 
effectuée par la méthode de Veinstein. Examinons d’abord le cas 
d’un résonateur bidimensionnel symétrique, composé de deux miroirs 
convexes cylindriques. 

‘D'après la méthode de Veinstein, pour construire une solution 
dans un résonateur à miroirs finis, on utilise les fonctions propres 
d’un résonateur à miroirs infinis. Comme le montre [162], les fonc- 
tions propres et les valeurs propres de l’équation intégrale du résona- 
teur à miroirs convexes cylindriques infinis sont de la forme 


F, (n) =D, (+ e7*%°n), (16) 


1 
PR, (+2) (17) 
où n = V4 Ne z/a est la coordonnée sans dimension ; D, la fonc- 
tion de Weber; l'indice v peut prendre une valeur complexe arbitraire. 

‘On sait que les fonctions de la forme (16) satisfont à l’équation 
différentielle 
e. dF 2 
Rs DT —(v+ ss): fr (m=0 (18) 
et décrivent dans le cas général l’ensemble des trois ondes. L'une 
d'elles est une onde convergente qui se propage vers l’axe du résona- 
teur (en fonction du signe de l’argument D, de (16) à partir de grands 
n positifs ou négatifs), puis passe partiellement par le domaine central 
qui la réfléchit en partie pour produire par là même deux ondes di- 
vergentes qui s’étalent dans des directions différentes de l’axe du 
résonateur. Avec Im v > 0, la plus grande partie du rayonnement 
traverse la zone centrale du résonateur ; avec Im v << 0, le rayonne- 
ment est réfléchi surtout dans la direction opposée. 

C'est ce dernier cas qui nous intéresse spécialement; pour son 
étude il est commode de recourir à la notion de surface caustique 
sur laquelle s'effectue la réflexion. L'analyse montre que bien que 
dans ce cas la caustique soit fortement « étalée », on peut admettre 
pour fixer les idées qu’elle se situe là où Re {n°/4 — (v + 1/2) il 
change de signe, c’est-à-dire lui affecter la coordonnée 1, (v) = 
= +2 —Im v. Il en résulte la formule suivante du nombre de 
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Fresnel équivalent sur la dimension de la zone paraxiale couverte 
par la caustique: 


N8(v)= —Im v/a. (19) 


La zone indiquée délimitée par les points +1, est un analogue 
de la barrière de potentiel de la mécanique quantique. À mesure que 
la barrière devient plus large, c’est-à-dire que croît —Im v, la part 
du rayonnement qui a passé par la barrière diminue rapidement. 
Les évaluations montrent que déjà avec —ÏIm v > 0,3, dans l’autre 
moitié du résonateur l’intensité de l’onde divergente devient négli- 
geable, alors que le module du coefficient de réflexion sur la causti- 
que est égal pratiquement à l'unité. 

Si la quantité Im v détermine la position de la caustique, la va- 
leur de Re v détermine à son tour l'allure de la variation des ampli- 
tudes de toutes les ondes dans un éloignement perceptible de la caus- 
tique, ainsi que, comme il s’ensuit de (17), la valeur des pertes par 
diffraction 


1— jy =1— MT ÉSRSEN, (20) 


Dans les résonateurs à miroirs infinis examinés précédemment, 
la source de l’onde convergente se trouve à l’infini; l’amplitude de 
cette onde est liée sans ambiguïté à l’amplitude de l’onde divergente 
réfléchie sur la caustique seulement dans le voisinage de cette der- 
nière. Loin de l’axe du résonateur ces ondes n’interagissent pas, toute 
relation entre leurs amplitudes est admissible, ce qui détermine un 
arbitraire dans le choix de v. 

Lorsqu'on passe à un résonateur à miroirs de dimensions finies 
la situation change. En empiétant sur le bord du miroir, l’onde diver- 
gente subit une diffusion de diffraction et engendre, comme nous 
le savons déjà, plusieurs ondes à d’autres directions de propagation. 
Parmi ces ondes il y a également l'onde réfléchie, qui est l’onde 
convergente décrite par cette même fonction de Weber. Pour des 
raisons qui doivent être maintenant parfaitement claires, elle joue 
un rôle particulièrement important. En première approximation, les 
autres ondes (« transformées ») peuvent être négligeés; des considé- 
rations quantitatives à l'appui de cette vue seront exposées dans 
ce qui suit. 

‘Puisque dans un résonateur vide à miroirs de dimensions finies 
la seule source des ondes divergentes peut être la diffusion diffractive 
des ondes divergentes, les amplitudes de ces dernières s'avèrent as- 
sociées non seulement près de l’axe du résonateur, mais aussi près 
des bords des miroirs. Leur relation près du bord doit être égale au 
coefficient de réflexion sur les bords R;4r connu du $ 2.2, qui, con- 
formément à la méthode de Veinstein peut être calculé d’une façon 
indépendante [3, 162]. 
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En analysant les propriétés des résonateurs à trou de couplage 
nous nous bornerons à l’examen des oscillations à —ÏIm v > 
> 0,3 (WNéa (v) > 0,1), pour lesquelles au fond le résonateur se 
décompose en deux moitiés indépendantes. Ceci simplifie notable- 
ment les calculs par rapport au cas des modes de la meilleure qualité 
des résonateurs instables usuels, pour lesquels | Im v | est petit 
et les oscillations dans les deux moitiés sont couplées entre elles 
(notons que c’est pour cette raison justement que les modes inférieurs 
symétriques qui décrivent les oscillations synchrones et se « renfor- 
çant » sensiblement dans les deux moitiés du résonateur, font preuve 
des pertes bien plus petites que tous les autres modes, y compris le 
mode inférieur antisymétrique [162)). 

Lorsque les caustiques sont suffisamment éloignées de l’axe, les 
calculs sont encore simplifiés par le fait que dans ce cas les ondes 
divergente W, et convergente W, sont décrites avec une grande préci- 
sion par les solutions de l’équation (18) en approximation JWKB 


Wat (v++)i] °x 


les conditions aux limites sont de la forme 


W\ (no) = RretW; (no); We (Nbord) = RrétW1 (Nbord)» (22) 


où R;er est le coefficient de réflexion sur la caustique (| R;«r| = 1); 
NMbora: la coordonnée sans dimension du bord du miroir. Notons que 
dans le cas général, W, et W, ne sont pas des ondes sphériques, bien 
que pour des | v | peu grands élles sont proches des ondes divergente 
et convergente de l’approximation géométrique. 

‘En portant (21) dans (22) on aboutit à l'équation suivante qui 
détermine v: 


sn 
- 


DO 
R'etRrer EXP {2 | T—— (v + + )i an'} = 1. (23) 
No 


‘L’équation (23) est satisfaite par la série discrète des valeurs de v, 
à chacune des valeurs correspond son mode à elle. On peut montrer 
que dans le cas de grands miroirs (Vs 1) et d’oscillations à causti- 
ques pas très éloignées de l'axe (Va < Va) on observe les lois 
suivantes : 

1. Lors du passage à chaque mode suivant, la grandeur NVèq 
s'accroît d’environ 2/(ln 4x Wa), de sorte que la répartition des caus- 
tiques des oscillations éventuelles à la surface du miroir est très 
serrée, surtout à une distance perceptible de l’axe du résonateur. 
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2. La grandeur | y | qui détermine directement les pertes par 
diffraction (cf. (20)) est liée à la position de la caustique du mode 


donné n9 = V 4x NE par la relation approchée suivante 


1 Lin (Neal V (Ne) +4] j 


Maintenant, en vertu des considérations exposées au début de 
ce paragraphe, on peut observer comment changent avec l’augmenta- 
tion des dimensions du trou de couplage les pertes du mode inférieur 
d'un résonateur instable bidimensionnel. 

Résonateur bidimensionnel à trou central. On sait que dans un 
résonateur sans trou c’est le mode inférieur symétrique qui possède 
la meilleure qualité. Ses pertes voisinent de la valeur 1 — 1/7, 
prédite par l’approximation géométrique (cf. $ 3.3). L'introduction 
d’un trou (plus précisément, d’une fente) peu large qui correspond 
à Nêy = 0,1 divise déjà le résonateur en deux moitiés faiblement 
liées, et les pertes augmentent brusquement jusqu'à la valeur caracté- 
ristique des oscillations inférieures antisymétriques. À mesure que 
les dimensions du trou augmentent, dans un tel résonateur les modes 
à caustique de plus en plus éloignée du centre deviennent tour à tour 
mode inférieur. Puisque avec de grands V& le spectre de ces modes 
est assez dense, on peut en première approximation négliger l'allure 
en « gradins » de l’augmentation des pertes et admettre que la for- 
mule (24) soit vraie pour des Véa quelconques vérifiant la condition 
0,1 < Mia € Neq- La quantité Ni, acquiert maintenant le sens du 
nombre de Fresnel équivalent sur la dimension du trou. 

‘La validité du modèle adopté à été vérifiée dans [168] déjà 
cité par des calculs numériques sur ordinateur suivant la méthode 
de Fox et Li. Parmi ces calculs, le plus d'intérêt présente la relation 
entre les pertes des modes inférieurs symétriques (c’est-à-dire de la 
meilleure qualité) du résonateur à trou et les dimensions du trou. 
Pour le cas des bords bien nets des miroirs, M = 2,38 et Neq = 
= 29,4, l'exemple d’une telle relation est fourni par la figure 3.17 
(ligne continue). La ligne en pointillé de cette même figure est cal- 
culée d’après la formule (24) en y portant la valeur 


LRrel = L2a Ne: (M —1M, (25) 


L'expression donnée du coefficient de réflexion par diffraction 
sur le bord bien net des miroirs peut s’obtenir à partir de la formule 
correspondante de [3] et est encore vraie lorsque les conditions Nè, & 
€ Nea et VNéa 1 sont remplies (cf. également [162]). 

11 s'ensuit de la figure 3.17 que le comportement des modes infé- 
rieurs du résonateur à trou correspond parfaitement aux idées énon- 
cées (au moins dans le cas du bord bien net des miroirs). La présence 
du trou à Via & 0,1 pousse les pertes jusqu’à la valeur — (1 — 1/*) 


In |y| = (24) 
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Fig. 3.17. Dépendance des pertes des modes inférieurs vis-à-vis de la dimension 
du trou de couplage (résonateur bidimensionnel, M = 2,38, N,4 = 29,4): 
1 — calcul machine des pertes des modes symétriques; 2 — calcul d’après 
les formules (24), (25); 3 — calcul d’après la formule (24) pour le cas dubord 
partiellement flou; |R,;r | est réduit de 10 fois. 


prédite par les formules (20), (24), (25) (on voit sans peine que pour 
Néa © 1, Né petits et 2< M <5 on a 


u AN eq 1-1 
In 22 N ea (M —1/M) [in VV 1 +1] 1, 


d'où il résulte que | y | Æ 1/M). Comme l'ont montré les calculs 
numériques, c’est précisément avec de tels Vé, que les pertes des 
modes inférieurs symétriques et asymétriques commencent à coïnci- 
der. 

L'augmentation des pertes avec l'accroissement du trou, très 
brusque d’abord, devient plutôt lente lorsque celle-ci se poursuit; 
la variation des pertes est alors assez bien décrite par la formule (24). 
Dans ces conditions, les points de brisure de la ligne continue marquent 
la suite consécutive des modes de la meilleure qualité. Le processus 
de la succession des modes est analogue à ce qu’on observe lorsqu'on 
augmente les dimensions des miroirs d’un résonateur instable sans 
trou (cf. fig. 3.12): aux points de succession les modes sont dégéné- 
rés par rapport aux pertes, mais se distinguent par la configuration 
des champs. 
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Notons que les différences entre les lignes continue et en pointillé 
de la figure 3.17 ont au fond un caractère aléatoire, du fait que la 
disposition des pulsations sur la ligne continue change avec la varia- 
tion de Véa- 

Considérons maintenant comment changent les propriétés d'un 
résonateur instable bidimensionnel à trou de couplage central lorsque 
le bord des miroirs est rendu de plus en plus flou (cf. paragraphe pré- 
cédent). Cette opération atténue les amplitudes des ondes diffusées 
engendrées sur le bord, et en particulier, entraîne la diminution de 
| Rrer |. Si dans les résonateurs sans trou ceci intervient peu dans 
la valeur des pertes des oscillations de la meilleure qualité (elles ne 
font que de s’approcher encore de la valeur 1 — 1/M prédite par 
l'approximation géométrique), dans un résonateur à trou, lorsque le 
bord est rendu flou, les pertes augmentent sensiblement en vertu 
de (24). C’est pourquoi la partie initiale de la ligne du diagramme 
de la relation entre les pertes et la grandeur du trou devient encore 
plus raide (trait mixte de la figure 3.17); cette raideur continue à 
se renforcer à mesure que le bord devient plus flou. 

Les calculs numériques de [168] ont montré que la variation des 
pertes à mesure que le bord devient de plus en plus flou est décrite 
assez bien par la formule (24) tant que la largeur sollicitée reste sen- 
siblement inférieure à la largeur totale du miroir. La déduction 
même de cette formule montre que dans le cas où le « bord » s'étale 
sur la plus grande partie du miroir, l’approximation qui vient 
d’être décrite cesse d’être applicable. Pour évaluer jusqu’à quelles 
valeurs en principe les pertes peuvent augmenter dans ces condi- 
tions, considérons le résonateur examiné au paragraphe précédent 
à bord parfaitement flou, dont les miroirs possèdent une distribu- 
tion gaussienne du coefficient de réflexion d’amplitude p suivant 
la section (p (x) = exp (—21*/a*)). Rappelons que la répartition 
du champ de différents modes sur la plus grande partie de la section 
d’un tel résonateur est décrite par les fonctions 


Um (x) — exp | - —)(+)", m=0, 1,2, ..., (26) 


7 M1 & J\a 


qui constituent des solutions de l’équation du résonateur instable 
en approximation de l'optique géométrique (9). 

Si l’approximation géométrique était parfaitement valide, la 
présence du trou central d’une dimension quelconque conduirait 
automatiquement à l’annulation de l’amplitude du champ suivant 
toute la section du résonateur, c’est-à-dire à l’absence des solutions. 
Or, près de l’axe du résonateur l'intensité relative des champs des 
modes à m > 2 change si vite que l’approximation géométrique 
cesse d’être valable (la condition (10) n’est pas observée). Ce fait 
conduit finalement à ce que dans les solutions exactes de l’approxi- 
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mation de diffraction (14) figurent en facteurs non pas les (x/a)” 
mais les polynômes de Hermite. Puisque ces solutions comportent 
également des termes d'un ordre plus bas, il s'avère que dans une 
certaine zone adhérente à l’axe toutes les solutions sxactes à m > 2 
enregistrent un déphasage supplémentaire (fig. 3.10, b), et leur 
amplitude est sensiblement plus grande que ne l'aurait déterminé 
(26) (bien qu’en valeur absolue elle est beacoup plus petite que l’am- 
plitude présente dans les secteurs de la section plus éloignés de l’axe). 

Si on explore à l’aide du principe de Huygens-Fresnel le mécanis- 
me de l’autoreproduction de la répartition du champ stabilisée, 
on voit que grâce à la diffraction, dans le domaine de l’anomalie la 
contribution principale à l'amplitude du champ est apportée non 
pas par le secteur central, comme il faudrait s'attendre en partant 
de l’approximation géométrique, mais par les parties périphériques 
plus intenses du faisceau. Il s'ensuit que la mise sous écran de la 
partie centrale de l’un des miroirs ne doit pas modifier sensiblement 
le champ sur l’autre miroir, et les dimensions admissibles du trou 
de couplage peuvent être identifiées aux dimensions de la zone de 
l’anomalie. Il ne reste qu’à associer ces dimensions à la valeur des 
pertes des modes correspondants. Ceci fait, on aboutit à la formule 
suivante : 


|v (We) & AMEL Nèa > 0,1. (27) 


Cependant, dans le cas d’un résonateur à miroirs gaussiens la zone 
de l’anomalie n'étant pas aussi bien délimitée que, par exemple, 
les caustiques, la détermination de ses dimensions admet un certain 
arbitraire. Pour cette raison-là, ainsi que pour bien d’autres, la 
formule (27) est d’un caractère strictement approximatif; pourtant, 
la conclusion qu'elle permet de tirer sur les pertes très grandes dans 
les résonateurs à miroirs gaussiens et à trou central est indiscutable. 

Résonateur tridimensionnel à trou de couplage. Discussion des 
résultats. Passons au cas pratiquement important du résonateur à 
miroirs sphériques. À l’aide des calculs analogues à ceux effectués 
dans ce qui précède, on peut voir que pour les solutions symétriques 
par rapport à l’axe, le résonateur tridimensionnel à miroirs ronds 
et trou de couplage vérifie la même formule approchée (24) que le 
résonateur bidimensionnel. Dans les cas bi et tridimensionnels les 
formules de Re coïncident également, tout comme les pertes des 
résonateurs bi et tridimensionnels aux mêmes Via, Néq (>0,1) 
et M, et à finition analogue du bord des miroirs. Par contre, les 
pertes dans un résonateur tridimensionnel sans trou font — 1 — 1/M? 
et sont sensiblement supérieures aux pertes dans un résonateur bidi- 
mensionnel analogue, qui s’approchent de 4 — 1/M. Il s'ensuit que 
dans un résonateur tridimensionnel un petit trou n'’entraîne nulle- 
ment la croissance des pertes aussi rapide que dans le cas bidimen- 
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sionnel (fig. 3.18). Les causes du comportement différent des réso- 
nateurs aux miroirs cylindriques et sphériques deviennent claires 
si on prend en considération que dans le cas bidimensionnel la pré- 
sence d'un trou (c’est-à-dire d’une fente dans le miroir cylindrique) 
divise le résonateur en deux parties qui n’interagissent pas entre 
elles. Dans le cas tridimensionnel une croissance aussi rapide des 
pertes doit s’observer lorsqu'on pratique non pas un trou rond, mais 
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Fig. 3.18. Dépendance des pertes des modes symétriques inférieurs vis-à-vis 

de la dimension du trou de couplage dans le cas du bord bien net des miroirs 

(M = 3,3, Néa — 3,59) : a) résonateur bidimensionnel; b) résonateur tridimen- 
sionnel à miroirs ronds. 


un système de deux fentes réciproquement perpendiculaires qui 
divisent le miroir en quatre parties (c’est précisément ce système 
de fentes, et non pas un trou carré, qui assure la séparation des va- 
riables dans le problème du résonateur à miroirs carrés). 
Explicitons également les causes de la coïncidence approchée 
des pertes dans les résonateurs bi et itridimensionnels à trous de 
dimension suffisamment grande. A cet effet appliquons l’approxi- 
mation semi-géométrique pas trop rigoureuse, mais par contre très 
suggestive, qui consiste en principe dans le fait que la marche des 
rayons à l’intérieur du résonateur est envisagée du point de vue pure- 
ment géométrique, alors que le coefficient de « réflexion » sur le 
bord est établi à partir de la théorie de la diffraction. Construisons 
d’après cette approximation la trajectoire du rayon qui en se propa- 
geant à partir du bord du miroir et étant réfléchi à tour de rôle par 
les deux miroirs, s'approche de l’axe du résonateur tant qu'il ne 
frappe normalement la surface d’un des miroirs près du bord du trou, 
après quoi il revient en arrière en suivant le même chemin visualisé 
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par la figure 3.19. En appliquant les formules de récurrence de l’op- 
tique géométrique (3) on peut trouver une relation qui associe le 
nombre de parcours #7 que fait le rayon entre les miroirs suivant son 
trajet du bord du miroir à la limite du trou, aux dimensions du miroir 
aet du trou zo! zo/a = 2M"/(M?" + 1). Pour (z0/a)? = N/Neq & 
€ 1, il s'ensuit que r Æ In (4Ns4/N8a)/2 In M. 

Après toutes les 2n traversées le rayon frappe le bord du miroir 
pour être réfléchi avec le coefficient de réflexion | Rrer |. Si l’on 


Fig. 3.19. Marche des rayons dans un résonateur instable à trou de couplage, 


admet que dans le résonateur l'amortissement est continu, alors 
que pendant une traversée l’amplitude varie de | y | fois en module, 


on peut composer l'égalité | y [** = | R;er |, d'où 
In |R,4rl : InIR,gl-ln M 


Avec 0,3 << Nia € Men, cette formule coïncide pratiquement avec 
(24). Tous les calculs effectués pour la déduire, tout comme la marche 
des rayons elle-même dans les cas bi et tridimensionnel symétriques 
à l’axe, ne se distinguent en rien (cf. fig. 3.19), et de ce fait, le ré- 
sultat est naturellement le même. 

L'approximation semi-géométrique permet aussi de comprendre 
pourquoi en analysant la diffusion diffractive de l'onde divergente 
sur le bord du miroir, on peut négliger en première approximation 
toutes les ondes naïssantes, sauf l’onde réfléchie, dont la caustique 
voisine avec le trou. C’est que les autres ondes ou bien passent plus 
loin vers le centre et sortent du résonateur par le trou, ou bien, 
au contraire, ont des caustiques plus éloignées de l'axe du résona- 
teur. À ces dernières correspondent des nombres de traversées nr 
inférieurs, et, par conséquent, une durée de vie plus courte dans le 
résonateur. Les évaluations montrent que l'influence de ces ondes 
peut être mise en compte en multipliant | R;:er | par un facteur légè- 
rement supérieur à l’unité; pourtant, le logarithme de ce facteur 
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par rapport au logarithme de | Re | lui-même n'est pas grand et la 
valeur de | y | calculée d’après la formule (28) change peu. Les résul- 
tats des calculs machine (cf. fig. 3.17) témoignent également du fait 
que l’approximation décrite dans ce qui précède assure une précision 
suffisante pour les besoins pratiques. 

I] reste seulement à extrapoler les résultats obtenus dans la pré- 
sente section au cas pratiquement le plus important des résonateurs 
asymétriques. Le principe d'équivalence ($ 3.3) entraîne tout de 
suite que les pertes par aller-retour dans un résonateur asymétrique 
à trou dans le miroir de sortie sont égales exactement aux pertes en 
une traversée dans un résonateur symétrique aux mêmes valeurs 
de Mia; NVéa et du gain VW. 

Il est possible de réaliser également d’autres variantes de la dis- 
position du trou de couplage. Ainsi. ses fonctions peuvent être assu- 
mées par un petit miroir oblique (ou un prisme) place entre les miroirs 
sur l’axe du système ; ce miroir constitue pour le résonateur principal 
un écran opaque. Comme l'indique le $ 3.2, la valeur du paramètre 
Na qui correspond aux dimensions d’un tel écran, doit être déter- 
minée d’après la distance entre les surfaces équiphases des ondes sphé- 
riques de l’approximation géométrique, qui se propagent dans des 
sens opposés (fig. 3.20). En particulier, pour un résonateur télesco- 
pique la formule correspondante est de la forme Na = r°/2hz, 
où z est la distance de l'écran au foyer commun des miroirs. 

L'analyse montre que les écrans établis en points différents sui- 
vant la longueur du résonateur mais ayant le même V}4, « reposent » 
sur la même surface caustique du résonateur (fig. 3.20), et de ce 
fait doivent intervenir à peu près de la même façon dans la valeur 
des pertes. Il s'ensuit que les formules (20), (24) sont directement 
applicables au calcul des pertes pendant le parcours complet d’un 
résonateur à écran ou trou à disposition arbitraire. 

Là notre discussion théorique des systèmes à trou de couplage 
central prend fin. Ces systèmes sont peut-être les seuls parmi les 
résonateurs instables pour lesquels la méthode de Veïinstein conduit 
à des résultats envisageables même en présence d’un bord bien net. 
L'allure des oscillations dans les résonateurs sans trou central est 
bien plus compliquée (nous avons déjà exposé au début du premier 
paragraphe pourquoi il en est ainsi). Les cas qui se prêtent le plus 
mal à l’analyse sont ceux où le contour du miroir est asymétrique 
par rapport à l’axe optique. La seule tentative de résoudre un pro- 
blème de cette sorte par la méthode de Veinstein a été entreprise 
par les auteurs de [169]; ils ont réussi à obtenir des résultats raison- 
nables pour des résonateurs bidimensionnels à bords bien nets, dont 
les miroirs de part et d'autre de l’axe ont des V4, inégaux. Si l’une 
des deux valeurs de W:, est assez grande, alors que l’autre décroit 
progressivement, les pertes oscillent autour de la valeur prédite par 
l’approximation géométrique. Ceci se poursuit tant que le V:a 


14—01593 


210 ELEMENTS DE LA THÉORIE DES RESONATEURS INSTABLES [CH. 3 


inférieur n'’atteigne la valeur —0,3; à partir de cet instant, les 
pertes enregistrent une augmentation monotone à mesure que le 
bord s’approche de l'axe. Lorsque le bord passe de l’autre côté 
de l’axe de façon que celui-ci cesse de traverser le miroir, les pertes 
continuent à croître. Enfin, lorsque le bord en se déplaçant dans la 
direction précédente s'écarte de l'axe tellement que Vs (mesuré 
déjà de l’autre côté) atteint —0,3, les différences entre les solutions 
pour les résonateurs de cette sorte et les résonateurs examinés pré- 
cédemment à trou central relativement grand disparaissent (rappe- 
lons pue nous avons admis que dans les différentes « moitiés » du 


4 


0 
he À Caustique 


Fig. 3.20. Valeur de Na ©n fonction de la position de l'écran. 


résonateur à trous, les oscillations sont indépendantes les unes des 
autres). Le lecteur désireux de faire une connaissance plus ample 
avec l'aspect mathématique de cette question peut consulter [162, 
163, 169]; malheureusement les auteurs de ces articles utilisent des 
paramètres et des notations qui tranchent nettement sur ceux adoptés 
dans la littérature sur les résonateurs instables, ce qui rend la lecture 
plus difficile. 


$ 3.5. Certaines propriétés des résonateurs instables 
à miroirs multiples et à {prismes 


Dans le présent paragraphe et les paragraphes qui suivent nous 
examinerons plusieurs possibilités intéressantes liées à l’utilisation 
des résonateurs instables qui comportent plus de deux surfaces à réfle- 
xion spéculaire. Ce sera un prétexte d'examiner sommairement des 
questions d'intérêt général qui n’ont pas été traitées dans ce qui 
précède. Parmi ces dernières il y a en premier lieu celles du régime 
des oscillations unidirectionnel dans les systèmes en anneau et de 
l’état de polarisation du rayonnement daus les résonateurs anisotro- 
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pes. D'autre part, nous envisagerons les propriétés des schémas spé- 
ciaux des résonateurs instables à sensibilité aux aberrations réduite 
et à forme compacte au possible de l’ouverture de sortie. 

Problème des oscillations unidirectionnelles. Dans certains cas 
il faut que le flux de rayonnement tout entier parcoure le résonateur 
en anneau seulement dans l’une des deux directions possibles. Comme 
nous l’avons indiqué au $ 2.4 un tel régime dit unidirectionnel 


Fig 3.21. Résonateurs en anneau: a) résonateur plan à miroir supplémentaire ; 
b), ec) résonateurs en anneau instables ; Z — miroir plan; ? — miroir concave:. 
3 — élément actif; 4 — télescope; 5 — sélecteur angulaire. 


(ou régime de l’onde progressive) est utile, en particulier, pour obte- 
nir un spectre des oscillations étroit limite : la modulation de l’inten- 
sité le long de l’axe du résonateur, qui est d'habitude l’une des causes 
de la génération multifréquence, est absente ici. Pour obtenir le 
régime de l'onde progressive on emploie le plus souvent des filtres 
dits non réciproques (« soupapes »). Ces filtres réalisent plusieurs 
transformations d'état de polarisation (avec utilisation de la cellule 
Faraday et autres éléments) telles que les pertes pour l'aller et le 
retour dans le résonateur s'avèrent différentes (cf., par exemple, 
l'ouvrage [87] cité au $ 2.4). Il est plus rare que dans le même but on 
place derrière le miroir mi-transparent d'une cavité en anneau un 
miroir supplémentaire suivant la figure 3.21, a (par exemple, [170)). 
Cela conduit au « repompage » du rayonnement qui se propage dans 
le sens indiqué par les flèches en pointillé, en onde de sens de parcours 
opposé. Les deux procédés assurent un degré très élevé d’unidirectivité 
(c'est-à-dire un grand rapport entre les intensités des ondes aux sens 
de parcours différents). 
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Certaines particularités des résonateurs instables ont suggéré 
l’idée qu’on peut les employer pour compléter les moyens permet- 
tant de réaliser le régime de l’onde progressive. C’est que dans les 
cavités à petites pertes par diffraction, la marche des rayons est 
réversible en première approximation (cf. $ 5.3 sur les ondes conju- 
guées) ; il s'ensuit que les volumes des ondes qui se propagent dans 
des sens différents coïncident. Grâce aux grandes pertes par diffrac- 
tion, la marche des rayons dans les résonateurs instables est déjà 
essentiellement irréversible (le témoignage en est fourni ne serait-ce 
que par le fait que les oscillations ne peuvent pas se réaliser seule- 
ment sur une onde convergente). Îl en résulle, comme le montre Îla 
figure 3.21, b, que les ondes à sens de parcours opposés peuvent 
remplir le milieu actif de façon parfaitement différente. 

‘ L'ouvrage [152] a avancé l’idée, de prime abord évidente, sui- 
vant laquelle en intercalant un diaphragme à petit trou au droit 
du « col » d’une des ondes (plan P de la figure 3.21, b), on dominerait 
complètement l’onde se propageant dans le sens opposé. Le schéma 
du résonateur télescopique en anneau à sélecteur angulaire de l’émis- 
sion est équivalent au schéma précédent (le diaphragme à petit trou 
au droit du « col » est l’une des variétés du sélecteur angulaire ; 
cf. $ 2.6) et semble-t-il assure également l'unidirectivité du régime. 
Examinons cette situation de plus près en nous guidant par [171]. 

Au schéma à diaphragme placé dans le plan P représenté sur la 
figure 3.21, b correspond la ligne optique représentée sur la figure 
3.22. Le plan de symétrie de la lentille à distance focale f = R/2 
correspond à la surface d’un miroir concave à rayon de courbure À 
(pour qu'il soit possible de négliger l’astigmatisme qui apparaît 
sous l'effet de l’incidence oblique du faisceau sur le miroir sphérique, 
l'angle d'incidence doit être assez petit suivant le dessin, ou le 
miroir concave doit être remplacé par un miroir plan et une lentille 
positive placée non loin). Le petit trou du diaphragme est confondu 
avec le centre de l’onde sphérique qui est une solution en approxi- 
mation géométrique. De la sorte, les plans des deux diaphragmes 
voisins sont conjugués par rapport à la lentille placée entre eux et 


sont distants de cette lentille de L,, = La + V1—4 f/L), où L est 


la période de la ligne (longueur totale de la cavité). 
Bornons-nous au cas bidimensionnel. Dans ce cas il est impossible 
de composer l'équation intégrale en utilisant la matrice de transfert 
du parcours complet du résonateur, puisque en plus du miroir de 
sortie la section du faisceau est limitée encore par un élément: le 
trou dans le diaphragme ($ 1.2). Il faut donc appliquer le principe 
de Huygens-Fresnel pour exprimer consécutivement la répartition 
sur l'ouverture de la lentille voisine et dans le plan du diaphragme 
suivant à l’aide de la répartition du champ F (x) dans le plan de 
l'un des diaphragmes. Après avoir effectué cette procédure usuelle 
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et l'intégration sur la surface de la lentille, on obtient l'équation 
suivante de calcul de la répartition stabilisée de l’onde se propageant 
suivant la ligne de gauche à droite (onde de Î genre) 

1 


1 
VW = GT | K (y. y°) Fr(y') dy”, (29) 


« 


ou 


r, _ Sinax(y—y"/M) 
K (y; y ) = n(y—y'/M) X 


cn ET) 


Nous avons utilisé ici les notations suivantes: y = x/b; 2b est la 
dimension du trou du diaphragme; & = b/bo; b5 = liÀ/2a; 2a, 


Fig. 3.22. Circuit optique équivalent au résonatuer de la figure 3.21.£b: 
a) marche des rayons de l'onde du 1 genre; b) marche des rayons de l'onde 
du Ï] genre. 


la dimension transversale de la lentille (en établissant une analogie 
entre l'influence du diaphragme et l’action du sélecteur angulaire 
dans le schéma de la figure 3.21, c, on établit sans peine que « 
correspond à la quantité A0/(À/2a), où AG est la largeur de la bande 
passante du sélecteur); M = —L,/l, = —(1 + V1 — 4f/L): 
: A—V 1 — 4j/L), le gain du résonateur; enfin, y est la valeur 
propre de l'équation. Le facteur de phase devant l’intégrale est omis. 

Une équation analogue peut s’obtenir également pour la répar- 
tition dans le plan du diaphragme F;; (y) du champ de l'onde qui 
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se propage suivant la ligne dans la direction opposée (onde de II gen- 
re). Il s'avère qu’elle se distingue de l'équation (29) seulement 
par les variables y et y’ qui dans la formule du noyau de l'équation X 
changent de place. On sait que les équations associées de cette 
façon possèdent le même spectre des valeurs propres [172]. Ainsi, 
les ondes à sens de parcours différents possèdent les mêmes pertes 
par diffraction. Cette loi est universelle; elle a lieu dans le cas des 
résonateurs en anneau quelconques privés de « soupapes » spéciales 
analogues à celles qu’on a décrites précédemment. 

Cette conclusion semble à première vue paradoxale, surtout 
appliquée à l'exemple en question; poursuivons donc l’analyse 
et élucidons la structure spatiale des oscillations qui nous intéres- 
sent. 

Pour simplifier les calculs admettons que le diaphragme est suf- 
fisamment petit pour que soit observée la condition kb?/2f € 1, 
qui peut s’écrire sous la forme a°/AL > «?/| M |. Alors, le facteur 
exponentiel de la formule de X peut être omis et le noyau de l’équa- 
tion devient réel. On peut montrer qu’en même temps l'équation 
de la répartition du champ œ@r (yo) de l'onde du Î genre sur la sur- 
face équiphase sphérique (visualisée sur la figure 3.22 par le trait 
en pointillé) de la solution géométrique, située au voisinage de la 
lentille commence à coïncider avec l'équation associée à (29) de 
Fu, alors que l'équation de la répartition du champ rt (Yo) de 
l'onde du IT genre sur la même surface sphérique commence à coiïnci- 
der avec l’équation de Fi (yo = xo/a est la coordonnée sans dimen- 
sion). Il s'ensuit que pour les ondes se propageant dans des direc- 
tions opposées les fonctions normées de la répartition de l'amplitude 
du champ sur les ouvertures de la lentille et du diaphragme, qui 
correspondent aux mêmes valeurs propres, sont égales deux à deux: 
Fi = Pris Fit = Pr- 

Ce même ouvrage [171] comporte le calcul par la même méthode 
itérative de la répartition des champs et des valeurs propres y, et 
YA des modes inférieurs symétrique et antisymétrique pour une série 
des valeurs de M et &. Il s’est avéré comme toujours que les pertes 
du mode antisymétrique sont sensiblement plus grandes; ainsi, pour 
M =3 et 1<La<5, les valeurs de y, —>0,5; ya < 0,3. C'est 
pourquoi il est clair que le mode antisymétrique ne peut pas parti- 
ciper à la génération et dans ce qui suit il ne s’agira que du mode 
inférieur symétrique. 

Les calculs ont montré qu'avec l'augmentation de & la valeur 
propre v, tend vers la quantité {UV TM I, prédite par l’approxima- 
tion géométrique, en oscillant autour de cette quantité (sans brisures 
caractéristiques de la relation entre les pertes et V:q du cas des 
résonateurs instables ordinaires à bord bien net; cf. fig. 3.12). 
Les maximums de y, reposent près des valeurs impaires de &; dans 
ces conditions, l'amplitude du champ o: de l’onde du Î genre dans 
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le plan de la lentille (et, respectivement, de l’onde du II genre dans 
le plan du diaphragme) diminue légèrement avec l’éloignement de 
l’axe du résonateur. Avec des & pairs, le champ croît vers la périphé- 
rie, y, est alors minimal ; enfin, avec des &« demi-entiers, la réparti- 
tion du champ est presque uniforme (fig. 3.23, a). L'augmentation 
de « rend en moyenne la répartition de plus en plus uniforme. 
En même temps les ondes des I et II genres sont intenses seule- 
ment dans les zones centrales du diaphragme et de la lentille respecti- 
vement. Avec la croissance de &, la dimension relative de ces zones 
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Fig. 3.23. Répartition de l'amplitude du champ dans un résonateur en anneau 
instable pour M = 3 et différents «. 


diminue (fig. 3.23, b). Notons encore que pour « fixé, avec l'augmen- 
tation de M les différences entre les solutions exacte et géométrique 
diminuent monotonement. 

On voit sans peine que les ondes du I genre sont proches des solu- 
tions dans le résonateur instable ordinaire (sans diaphragme); la 
perturbation apportée par le diaphragme diminue avec la crois- 
sance de &. Le mécanisme de leur auto-entretien est rendu parfaite- 
ment clair par la figure 3.22, a. 

Le mécanisme de la formation des ondes du II genre admet égale- 
ment une interprétation suggestive (fig. 3.22, b). Une onde plane 
incidente interceptée par le diaphragme remplit une partie de la 
lentille par effet de diffraction. Avec l’augmentation du trou du 
diaphragme l'angle de diffraction, et avec lui la zone de l’éclaire- 
ment intense de la lentille, diminue. Dans ces conditions, les dimen- 
sions finies de la lentille se font sentir toujours moins et la lentille 
projette le trou rayonnant dans le plan de l’autre diaphragme avec 
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un gain —/./l, = M, ce qui conduit justement à l'égalité des pertes 
des ondes du Ï et du II genres. 

Pour les résonateurs du type de la figure 3.21, c la situation 
est parfaitement analogue. À la répartition du rayonnement dans 
le plan du disphragme correspond ici la répartition angulaire dans 
le sélecteur. 

Résumons. Dans les résonateurs en anneau instables à sélection 
angulaire du rayonnement la monodirectivité totale n'est quand 
même pas atteinte sans mesures supplémentaires; outre les ondes 
à direction de propagation désirable, il existe également dans ces 
résonateurs des ondes qui parcourent le résonateur dans le sens opposé 
et ont les mêmes pertes. Le rayonnement des premières d’entre elles 
remplit la section du résonateur tout entière; les pertes dans ce cas 
sont dues surtout au fait qu'une partie du faisceau passe outre 
le miroir. Le rayonnement des ondes à direction de propagation op- 
posée n’est intense que dans le domaine de petites dimensions trans- 
versales ; pour elles les pertes sont conditionnées essentiellement par 
le fait qu'une partie du rayonnement est diffusée sur l'élément sélec- 
teur (diaphragme, sélecteur angulaire). Il convient de noter que 
l'égalité des valeurs propres de ces deux genres d'ondes se déduit 
des propriétés les plus générales des équations intégrales et ne peut 
être compromise même en présence de l’inversion de population 
à répartition irrégulière. 

Il est vrai qu’on peut sélectionner les paramètres du résonateur 
de façon que le rapport v des volumes du milieu actif remplis par le 
rayonnement des ondes à directions différentes du parcours soit 
très grand (comme il s'ensuit de la figure 3.24, b, la valeur v © M 
est assurée même sans éléments sélecteurs, par le simple choix de 
l'emplacement du barreau actif [454]; cette possibilité assez tri- 
viale est examinée également par [173], ouvrage qui a paru bien 
plus tard que {[171, 154]): On obtient par là même une grandeur impor- 
tante du rapport entre les flux du rayonnement correspondants (de 
l'ordre de 2v — 1). Pour certaines applications cette solution peut 
s'avérer satisfaisante, mais malheureusement ceci ne facilite pas 
l'obtention de la monofréquence: c’est que dans les résonateurs insta- 
bles le rayonnement s'étale à partir du secteur central de la section 
qui joue le rôle de « pilote » (cf. fig. 3.6); or, dans ce secteur sont 
présentes les deux ondes. 

En terminant l'analyse des résonateurs instables en anneau à 
sélection angulaire, indiquons encore une particularité interessante. 
Le rayonnement diffusé à de grands angles est filtré par le sélecteur 
angulaire ; tel est le sort, en particulier, de l’onde convergente due 
à la diffraction par le bord du miroir. Aussi, même dans le cas d’un 
bord bien net des miroirs, ces résonateurs se comportent comme des 
dispositifs les plus ordinaires (linéaires) à miroirs dont les bords 
sont rendus flous; la démonstration de ce fait et la discussion des 
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a optimales d’un sélecteur sont exposées dans 
[174]. 

Stabilisation de la direction du rayonnement dans les résonateurs 
à prisme. Passons maintenant du problème de l’unidirectivité à 
l'analyse des moyens susceptibles d'assurer la réalisation des réso- 
nateurs moins sensibles que le résonateur télescopique ordinaire à 
l’action à l’intérieur des aberrations d’onde de petit ordre. Nous 
avons déjà décrit un type de ces résonateurs: au $ 3.2 nous avons 
montré que sous l'effet de « renversement » de la section du faisceau, 
le résonateur confocal instable composé de deux miroirs concaves 
(cf. fig. 3.3, c) réagit faiblement aux aberrations d'ordres impairs. 
Malgré cette propriété précieuse, l’utilisation pratique de ce résona- 
teur est parfois rendue difficile par la concentration excessive du 
rayonnement dans le foyer commun des miroirs. Cet inconvénient 
peut être éliminé tout en mettant à profit les avantages que présente 
le renversement de la section du faisceau, en utilisant comme élé- 
ments du résonateur les prismes à réflexion interne totale (ou les 
réflecteurs dièdres ou à coins, qui leur sont équivalents). 

Deux schémas de tels résonateurs décrits dans [175] et qui pré- 
sentent un intérêt pratique sont représentés sur les figures 3.24, a, b. 
Tous les deux sont au fond des schémas d’un résonateur télescopique 
ordinaire (fig. 3.24, c) dans lequel un miroir (concave) ou les deux 
miroirs sont remplacés par des prismes de 90° (nous traiterons plus 
loin des particularités de tels résonateurs qui diffèrent suivant que 
les prismes sont dièdres, comme c’est représenté sur la figure, ou 
trièdres). Les surfaces de ces prismes tournés à l’intérieur du résona- 
teur sont sphériques, leurs rayons de courbure sont égaux à 
— (n—1)R,:, où n est l’indice de réfraction de la matière des 
prismes ; À, :, les rayons de courbure des miroirs remplacés du réso- 
nateur télescopique. En passant par ces prismes, la courbure du 
faisceau se transforme de la même façon que lors de la réflexion sur 
les miroirs remplacés, alors que le faisceau lui-même se trouve 
renversé. 

L'analyse de l'influence des aberrations sur la forme résultante 
du front d’onde peut se faire par la méthode appliquée au $ 3.2 aux 
résonateurs confocaux instables à miroirs ordinaires. Rappelons que 
le résultat le plus suggestif des calculs correspondants est l'obtention 
de la valeur des coefficients d’aberration qui montrent combien 
de fois l’influence de différents types des aberrations sur la réparti- 
tion du champ est plus forte pour le résonateur instable donné que 
pour un amplificateur à une traversée (cf. les formules (6)). Si on 
admet, comme au $ 3.2 que le milieu optiquement inhomogène rem- 
plit toute la longueur du résonateur, l’indice de réfraction dépendant 
seulement de la coordonnée transversale z et pouvant être mis sous 
la forme n, + n,xz +n,2? +..., dans le cas des deux types donnés. 
des résonateurs à prisme on obtient pour les coefficients d’aberration 
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Fig. 3.24. Schémas des résonateurs télescopiques: a) résonateur composé de 
prismes à surfaces concave et convexe; b) résonateur composé d'un prisme à 
surface convexe et d’un miroir convexe; c) résonateur télescopique ordinaire. 


Pr la formule suivante 


: à Mi 1 
Ba 1+ C0 po Jr 


Le facteur entre crochets, tout comme dans les formules (6) des 
coefficients d’aberration «, des résonateurs instables confocaux 
ordinaires, correspond à un parcours complet du résonateur. Les 
trajectoires des rayons ayant effectué un tel parcours et possédant 
les mêmes valeurs de la coordonnée transversale x à la fin du trajet, 
sont portées sur la figure 3.24 par des lignes en pointillé. On voit que 
dans les résonateurs à | À | égaux ces rayons parcourent les mêmes 
trajectoires dans le milieu actif, ce qui fait coïncider la valeur du 
facteur entre crochets des deux schémas donnés. Un autre facteur, 


TR TNA” décrit cette fois encore le résultat de la sommation des aber- 


rations sur de nombreuses traversées (cf. $ 3.2). Puisque dans le 
premier des schémas M >> 0, et dans le deuxième, M << 0, avec 
des # impairs ce facteur ne coïncide déjà pas pour ces schémas. Il est 
évident que le deuxième schéma est moins sensible aux aberrations 


(30) 
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des ordres impairs; ses avantages se manifestent toujours plus fort 
à mesure que | M | s’approche de l'unité. 

La comparaison de (30) avec (6) montre que dans les résonateurs 
à prisme l'influence des aberrations des ordres pairs est naturelle- 
ment la même que dans un résonateur télescopique, et légèrement 
plus grande que dans un système à miroirs concaves. Pour ce qui 
est des aberrations des ordres impairs et, surtout, du premier ordre 
(coin optique), là les résonateurs à prisme présentent des avantages 
évidents non seulement devant le résonateur télescopique mais 
aussi devant le résonateur confocal à miroirs concaves. Ainsi, pour 
2</|M |<5 les quantités B, sont de 2 à 3 fois plus petites que &œs. 
Dans tous les résonateurs mentionnés, le rôle des aberrations du 
premier ordre est rendu clair par le tableau 3.1. On voit que le sché- 
ma de la figure 3.24, b bat vraiment les records quant à sa faible 
sensibilité par rapport à la présence du coin optique (ou du gradient 
du gain k, constant suivant la section) dans le barreau actif. 


Tableau 8.1 


L'influence du coin optique peut être évaluée, certes, par un 
moyen bien plus simple. La direction du faisceau parallèle émergeant 
du résonateur télescopique est donnée par la direction de l’axe du 
résonateur. Cet axe à son tour peut être déterminé comme la tra- 
jectoire du rayon qui après chaque réflexion sur le miroir ou le 
prisme, revient en suivant le même chemin. En partant de cette 
définition on voit sans peine que l’axe du résonateur doit passer par 
les centres de courbure des miroirs ou les sommets des prismes dont 
se compose le résonateur donné. 

Si le gradient de l'indice de réfraction dans le barreau actif est 
petit, on peut admettre que le coin optique est mince et placé au 
milieu de l'élément. En introduisant un tel coin, on transforme les 
lignes droites des axes optiques des résonateurs en lignes brisées 
suivant la figure 3.25. Cette figure montre que l'angle d’inclinaison 
q’ du faisceau émergeant du résonateur télescopique ast lié à l’angle 
de changement de la direction 1 après la traversée du coin par la 
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relation p’/b — L,/(L, + 1), où L, et L, sont les distances du coin au 
centre de courbure des miroirs ou aux sommets des prismes. Enfin, 
il reste à exprimer les rayons de courbure des miroirs à l’aide de la 
distance L entre eux et du gain M: R, = 2ML/(M — 1); R, = 
= 2L/(M — 1). Maintenant il est facile de calculer le rapport q’/+ 
pour tous les cas qui nous intéressent. 

Lorsque le résonateur est à deux prismes et le barreau est placé 
au centre, on a L, — L, = LI/2, ®'/bp = 0,5; dans le résonateur à un 
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Fig. 3.25. Modification de la direction de l'émission par l'introduction dans 
le résonateur d'un coin optique: a) résonateur compose d'un prisme à surface 
convexe et d'un miroir convexe; b) résonateur télescopique usuel. 


prisme et un miroir convexe, !, = L/2; l, = L/2 — R,; = LI2 
+2L (| M | —1) (cf. fig. 3.25, a), p'/b = 0,5 — 1/(| M | +1). 
Dans les deux types des résonateurs confucaux à miroirs ordinaires: 
l = —(R, — LI2), !, = LI2 — R, (cf. fig. 3.25, b), p'/b = 1,5 + 
+ 2/(M — 1). Les expressions de œ’/ trouvées de cette façon coin- 
cident avec les formules données précédemment pour B,, &,. Calcu- 
lons également œ’/b pour un résonateur télescopique à prisme et 
miroir dans lequel le prisme remplace non pas un miroir concave, 
comme sur les figures 3.24, b, 3.25, a, mais un miroir convexe: 
lb = —(R, — LI2), L = LI2; œ'hb = 1,5 — 1/(| M | +1). Cet- 
te grandeur est sensiblement plus grande que pour les schémas des 
figures 3.24, a, b; c'est pourquoi le type du résonateur donné ne 
présente pas de grand intérêt. 
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Notons que dans les résonateurs représentés sur les figures 3.24, a, 
b, à mesure que l’élément actif s'approche du prisme à surface conve- 
xe B, diminue tout comme /.. 

Parmi les avantages importants que présentent les résonateurs 
à prisme il y a également une faible sensibilité aux pivotements de 
leurs éléments. En effet, le pivotement du miroir de rayon de cour- 
bure À d’un angle & (dans le plan des figures 3.24, 3.25) provoque le 
déplacement transversal du centre de sa courbure à la distance €. 
On peut montrer qu’un même pivotement du prisme par rapport à 
son sommet provoque le déplacement transversal du point d'appui 
par lequel passe l’axe du résonateur seulement de la grandeur 
= &h (1 — 1/n), où n est cette fois encore l'indice de réfraction du 
matériau du prisme; k, son épaisseur suivant l’axe du résonateur. 
Dans les cas courants, k/R = 10° et les prescriptions de la précision 
de l'orientation des prismes s'avèrent de 2 à 3 ordres inférieures 
à celles imposées dans le cas des miroirs. Enfin, dans le schéma de la 
figure 3.24, b, la grande distance entre les points d'appui (fig. 3.25, a) 
fait que le pivotement du miroir convexe provoque également un 
effet sensiblement inférieur au cas du résonateur télescopique ordi- 
naire. 

L'anisotropie de polarisation est encore une particularité inté- 
ressante que présentent les résonateurs à prisme. Elle apparaît du 
fait que le rayonnement polarisé linéairement, réfléchi sur une surface 
quelconque sous des angles d'incidence importants, acquiert des 
déphasages différents suivant que le plan de polarisation repose dans 
le plan d’incidence ou lui est perpendiculaire. Il en résulte en particu- 
lier que si le plan de polarisation initial est orienté dans une direc- 
tion intermédiaire, après la réflexion la polarisation de la lumière 
devient elliptique. 

[Il n’est pas très difficile de s'orienter dans les caractéristiques de 
polarisation des résonateurs à prismes dièdres représentés sur la 
figure 3.24. En effet, ici le plan d'incidence de toutes les réflexions 
est le même: il coïncide avec le plan de la figure. C’est pourquoi 
après un parcours complet du résonateur le rayonnement polarisé 
linéairement à plan de polarisation parallèle ou perpendiculaire aux 
arêtes des prismes conserve l’état de polarisation initial. [l s'ensuit 
que les oscillations propres des résonateurs à prismes dièdres peuvent 
avoir l’une des deux directions du plan de polarisation. Les déphasa- 
ges étant différents, les fréquences propres qui correspondent à ces 
états de polarisation sont différentes ; il n'existe donc pas de solu- 
tions à d’autres états de polarisation qui sont toujours des superposi- 
tions de ces deux états. 

Les propriétés des résonateurs à prismes trièdres sont beaucoup 
plus compliquées. Pour les établir il est avantageux d'appliquer la 
méthode des vecteurs de polarisation de Jones (cf., par exemple, 
[176)). Pourtant nous expliquerons le principe de cette méthode un 
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peu plus tard et sur un exemple plus simple; pour le moment, 
indiquons les résultats finaux de l'analyse correspondante 
[177]. Il s'avère que même dans les cas les plus favorables, lorsqu’il 
y a un prisme trièdre (ou lorsqu'ils sont deux mais de même orienta- 
tion d’arêtes) l'ouverture du résonateur est partitionnée alors en 
trois paires de secteurs de 60 degrés établis en regard les uns des 
autres. À l’intérieur d’une telle paire s'établit son état de polarisa- 
tion à elle, différent des états dans les autres secteurs. Ceci, tout com- 
me la présence de biseaux de largeur finie aux arêtes des prismes, 
affaiblit le couplage entre les paires de secteurs voisines. Il s’ensuit 
que dans les résonateurs à prismes trièdres une certaine élévation 
du seuil d’oscillation (par rapport aux systèmes ordinaires) peut 
s'accompagner d’une tendance à l’auto-oscillation dans des secteurs 
isolés de la section, ce qui diminue la cohérence spatiale du rayonne- 
ment. 

Les considérations exposées permettent de juger d'une façon 
parfaitement définie des applications éventuelles des résonateurs 
à prismes. En particulier, il est clair que les prismes trièdres proposés 
par {178] peuvent être utiles surtout si l’alignement exact des élé- 
ments du résonateur est rendu difficile, alors que le milieu actif n’est 
pas très homogène, de sorte qu’on ne peut de toutes façons imposer 
des prescriptions trop élevées à la cohérence spatiale du rayonne- 
ment. Si l’alignement est réalisable (au moins dans un plan) et il 
convient d’obtenir une stabilité aussi élevée des éléments du résona- 
teur par rapport à l'émission que dans le cas des prismes trièdres, 
on peut utiliser le système de deux prismes dièdres. Enfin, dans le 
cas d’une cohérence spatiale du rayonnement élevée, sa direction 
peut être stabilisée suivant l’une des coordonnées en combinant un 
miroir convexe à un prisme dièdre. 


$ 3.6. Résonateurs instables à rotation du champ 


Rotation de la section et caractéristiques de polarisation du rayon- 
nement. Jusqu'à présent nous avons examiné surtout les résona- 
teurs dans lesquels après un parcours complet la section du faisceau 
lumineux conservait son orientation initiale ou tournait de 180° 
par rapport à l’axe du système. Aux premiers d’entre eux se rapporte, 
par exemple, le résonateur télescopique, aux deuxièmes, le résona- 
teur confocal aux miroirs convexes, et seulement dans un résonateur 
à prisme dièdre (fig. 3.24, b) la section n'est pas tournée, mais subit 
une transformation spéculaire par rapport au plan passant par l’axe 
et l’arête du prisme. Par ailleurs, il existe tout une classe des ré- 
sonateurs dans lesquels la section du faisceau après le parcours tourne 
d’un angle différent de O ou 180°. Pour obtenir une telle rotation 
de la section dans un résonateur en anneau à quatre miroirs représenté 
sur la figure 3.21, a, il suffit de faire sortir l’un des miroirs du plan 
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de la figure et le tourner avec les deux miroirs voisins de façon que 
le faisceau lumineux parcoure le résonateur comme auparavant. Un 
tel résonateur en anneau dont l’axe forme une ligne brisée fermée 
ne reposant pas dans le même plan, est dit à cavité ou à volume 
[179]. On peut voir qu'après son parcours la section du faisceau 
lumineux s'avère tournée d’un certain angle 6, dans le cas général 
fonction très compliquée de la disposition des miroirs [180]. Nous ne 
déduirons donc pas les formules de & pour le résonateur à volume 
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Fig. 3.26. Rotation du champ dans les résonateurs optiques: a) le plus simple 
résonateur composé de deux réflecteurs dièdres; b) évolution de la section du 
faisceau (1 — section initiale; 2 — section ap rès réflexion sur l'élément à 
arête suivant JZ ; 3 — section après réflexion sur Er élément à arête suivant 17). 
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arbitraire en nous bornant à illustrer la possibilité de la rotation 
de la section par l’exemple le plus simple lorsque quatre miroirs 
sont associés deux à deux pour former deux réflecteurs à coins établis 
l’un en regard de l’autre de façon à « croiser » leurs arêtes (tournées 
réciproquement par rapport à l’axe du système; cf. fig. 3.26, a). 
Au fond, ceci n’est déjà plus un résonateur en anneau, mais un réso- 
nateur linéaire (on voit que la différence entre un résonateur en 
anneau et à prisme n’est pas bien nette). La réflexion sur chaque 
dièdre transforme spéculairement la section du faisceau par rapport 
au plan qui passe par l’axe et l’arête du dièdre ; deux telles transfor- 
mations spéculaires font que la section s’avère tournée d’un angle 
deux fois supérieur à l’angle entre les arêtes des réflecteurs 
(fig. 3.26, b). Cet exemple montre qu’en sélectionnant la position 
relative des miroirs, on peut assurer à ô une valeur quelconque donnée 
à l’avance. Notons que pour des résonateurs en anneau volumiques 
(ou comportant des réflecteurs à coins) à nombre impair de réflexions 
lors d’un parcours complet on obtient, tout comme dans le cas d’un 
résonateur à prisme le plus simple (fig. 3.24, b), non pas une rota- 
tion, mais seulement une transformation spéculaire de la section. 
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Calculons d’abord les caractéristiques de polarisation des oscilla- 
tions stationnaires dans les résonateurs à rotation du champ [181]. 
A cet effet faisons appel à la méthode de Jones déjà mentionnée. 
Décrivons l’état de polarisation dans le référentiel lié au faisceau 
lumineux par le vecteur de polarisation qui est un système d’ampli- 
tudes complexes du champ suivant deux directions réciproquement 


e 
‘|. Si le rapport e,/e, est réel, la polari- 


9 


perpendiculaires: e — 


sation de la lumière est linéaire; lorsque ce rapport est complexe, 
la polarisation est elliptique. 

À chaque élément optique correspond sa matrice 7 qui décrit 
la transformation du vecteur de polarisation après le passage par 
cet élément : 


Ts Ti Tiges + T'isee 
Toy Too Tages + Tooeo 


Si la lumière passe successivement par les éléments de matrices T, 
et T., l’état de polarisation terminal est décrit par le vecteur T,T.e, 
etc. 

Appliquons la méthode de Jones au cas du résonateur à deux 
prismes (ou réflecteurs) dièdres. Nous pouvons employer ici seule- 
ment deux matrices les plus simples. L’une d'elles décrit la réflexion 
sur le prisme dièdre dans le cas où la composante e, repose dans le 
plan d'incidence, alors que la composante. e, est orientée le long de 
l’arête du prisme ; la forme de cette matrice est évidemment 


exp (2iA:) 0 | 


0 exp (2iA:) 
—= exp (iA,+ iA:) 


€ 
Te — e. _— . 


Ce 


G (0) = 


exp(iA) O0 
0 exp (—iA) 


où A = A, — À,,; A,et À, sont les déphasages lors de la réflexion 
du rayonnement respectivement à polarisation parallèle et perpendi- 
culaire au plan d’incidence (admettons que lors de la réflexion les 
pertes d'intensité sont nulles). La deuxième matrice permet de passer 
au référentiel tourné d’un angle f par rapport à l’ancien repère; 
cette matrice s'écrit 


? 


cosf sinf, 
—sinf cosf 


s @= | 


Maintenant on peut composer la matrice de réflexion G (B) sur 
le prisme tourné par rapport au référentiel d’un angle f ; en effet, en 
tournant le référentiel lui-même de même angle, nous pouvons déjà 
utiliser la matrice G (0), après quoi il convient de revenir à l’ancien 
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système de coordonnées en appliquant encore une fois S (B) (et non 
pas $ (—B), puisque par rapport à la direction modifiée de la propa- 
gation du faisceau le sens de la rotation reste le même). De: Ja sorte, 
G (B) = S (B) G (0) S (B}); enfin, si on commente à partir du mouve- 
ment vers le prisme orienté suivant le référentiel initial, la matrice 
du parcours complet du résonateur est de la forme 


T (B)=S (B) & (0) S (B) G (0) = 

: 147218 
cos®f-e#%—sinf sin 2-——— 
— 6XP (2iA, + 2iA,) 1 21A . 
— sin 2p + — cos®B-e-24— sin°f 


Les oscillations propres du résonateur as avoir Me vecteur 


‘| a dif- 


fraction exerçant la même action sur les deux Le nl on peut 
ne pas en tenir compte pour calculer l’état de polarisation). En résol- 
vant cette équation on obtient Y1,2 = EXP (Q2iA, + 2iA, + où 
8 — arccos (cos? B cos 2A — sin° B): enfin 


de polarisation vérifiant l'équation T (8) 


( e] ) _. +3) cos? f sin 2A +sin0 à 
€ J1,2 sin 2p cos À 


Les relations obtenues entraînent que dans le cas général dans les 
résonateurs à rotation du champ s'établit la polarisation elliptique, 
qui ne se transforme en polarisation linéaire qu'avec B —0 ou x/2, 
c'est-à-dire lorsque pendant un parcours complet du résonateur. 
l'angle de rotation de la section 6 est égal à O ou 180°. Le module 
des deux valeurs propres est égal à l’unité, ce qui témoigne de l’ab- 
sence des pertes supplémentaires liées aux effets de polarisation. 
C'est une propriété commune de tous les résonateurs qui comportent 
seulement des éléments produisant des déphasages différents des 
composantes de polarisation, des rotations du plan de polarisation, 
etc. Les pertes n’apparaissent que lorsqu'on introduit des polarisa- 
teurs, c’est-à-dire les éléments dans lesquels ne serait-ce qu’une partie 
du rayonnement à une des polarisations est absorbée ou sort à l’ex- 
térieur. 

Caractéristiques d’aberration des résonateurs instables à rotation 
du champ. Passons à l'examen de l'influence exercée par les inho- 
mogénéités optiques; à cet effet utilisons l’ancienne méthode des 
évaluations en admettant d'après cette méthode que la marche des 
rayons coïncide avec celle qui a lieu dans un résonateur idéal. La 
différence principale par rapport aux cas examinés dans ce qui 
précède est la suivante: si dans les résonateurs instables ordinaires 
le rayon réfléchi plusieurs fois sur les miroirs et dans ces conditions 
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s’éloignant de l'axe, ne sort pas des limites d’un plan, dans les 
résonateurs à rotation du champ l’angle azimutal œ, après chaque 
parcours complet change de 6 : il semble que le rayon se « déroule » 
suivant une spirale. Ceci conduit au moyennage efficace des inhomo- 
généités azimutales de l’indice de réfraction et du gain, dont il 
résulte que l'influence de ces inhomogénéités sur la répartition sta- 
tionnaire du champ devient plus faible que dans les résonateurs usuels. 
Naturellement, le rôle des inhomogénéités 
symétriques à l’axe reste le même. 

Il convient de noter que lors de l’in- 
troduction de l'opération de rotation du 
champ. la diminution de la sensibilité 
envers l’irrégularité azimutale de la ré- 
partition de n et k, est propre à tous les 
types de résonateurs, pour les résonateurs 
plans cette propriété étant plus marquée 
que pour les résonateurs instables. C’est 
précisément au cas du résonateur plan que 
se rapportent les premiers travaux dans 
lesquels on a utilisé la rotation du champ 
pour rendre plus uniforme la répartition 
du rayonnement dans la zone rapprochée 
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Fig. 3.27. Trajectoire du 
rayon lors d'un parcours com- 
plet du résonateur télescopi- 
qe à prisme à rotation du 
amp (Ces en projection 
sur le plan perpendiculaire à 
l'axe du résonateur). Les 
lignes en pointillé traduisent 
les proienons des tronçons 
de la trajectoire parcourus 
à l’intérieur des prismes. 


(182, 183]. Il est curieux que dans le pre- 
mier de ces ouvrages les résonateurs à ro- 
tation du champ étaient proposés comme 
alternative aux résonateurs instables. 
Pour simplifier au possible les calculs 
que nous allons entreprendre, nous nous 
limiterons au cas où An (r, œ) peut être 
mis sous la forme d’une somme de plu- 
sieurs termes de type 2m" COS (M® +Œum)- 
Les termes à m — 0 décrivent la com- 


posante symétrique à l’axe de la distri- 
bution des inhomogénéités optiques ; au terme à 4 — 1, m = 1 cor- 
respond le coin optique orienté dans la direction de l’angle azimutal 
Pr etc. 

Supposons que notre résonateur à rotation du champ est télesco- 
pique et se compose de mêmes prismes dièdres que celui représenté 
sur la figure 3.24, a. Admettons que l’arête du prisme droit, celui 
de sortie, soit orienté le long de la ligne q = 0, celui du prisme 
gauche, suivant la ligne p — 6/2 (cf. fig. 3.27). Suivons, comme 
toujours, la trajectoire du rayon qui effectue un parcours complet du 
résonateur et possède à la fin du parcours devant le prisme de sortie 
les coordonnées transversales r,p. Avant le parcours ses coordon- 
nées ctaient r/M, g—Ô (le point À de la figure); immédiatement 
après la réflexion sur le prisme de sortie: r/M, ô — œ (point B). 
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Ensuite vient le secteur oblique de la trajectoire le long de,l’axe du 
résonateur, dont la projection est représentée par le segment BC ; dans 
ces conditions, le faisceau lumineux s’élargit, les coordonnées devant 
le deuxième prisme prennent les valeurs r, ô — q. Enfin, après 
la réflexion sur le deuxième prisme, le rayon se propage parallèle- 
ment à l’axe en ayant les coordonnées r, @ (point D). 

En sommant les accroissements de la longueur optique sur deux 
tronçons de la trajectoire qui passent par le milieu actif, et en admet- 
tant que la répartition du milieu inhomogène est uniforme sur toute 


la longueur du résonateur, on obtient AL (r, œ) = L D ram X 
R,m 
MR — 1 
X [cos (mp + Qu) + norme CS (—mp +mê + Pam)l 
(ZL est la distance entre les prismes). 

Les perturbations résultantes du front d'onde sont déterminées 
par la somme (cf. $ 3.2) ALi(r, @) + AL (rim, q — 6) + 
+ AL (r/M°, @ — 26) +... En tenant compte que pour |z | < 1 
cos a+ zcos(æ—+B)+ cos (a+ 2B) +... — 

= Re [ei 48 218 — Re —<%P (GS) _ 
= Reflets (1{+ ze + rteZil L ,,.)] —Re Tex D” 
on obtient en définitive [181] que la somme cherchée est égale à 


LS namaxm (P)r”, 


Œxm (9) = | COS (MP + Pam — Pim) + 
Mi 


RUES 
7x exp (m6) 
sin mÔ 


OÙ Pam = arctg 55. 5 + Comme dans la formule analogue (6), 


le premier terme entre crochets correspond aux aberrations globales: 
qui s’accumulent dans les tronçons parcourus par le faisceau lumi- 
neux lorsqu'il est parallèle (c’est-à-dire se propage vers le prisme 
de sortie), le deuxième terme, aux aberrations accumulées lorsque le 
faisceau se déplace dans le sens inverse. Il est donc clair que s’il 
s’agissait non pas d’un résonateur à prisme, mais d’un résonateur en 
anneau télescopique unidirectionnel, le premier terme resterait le 
même, alors que le deuxième n’existerait pas. 

Tout le premier facteur de la formule de &;,,, (œ) est proche de 
celui qui figure dans la relation déterminant la valeur de l’aberra- 
tion en une seule traversée AZ (il n’y a que les déphasages +; 
qui s'ajoutent); sous ce rapport la formule donnée rappelle (30), (6). 
Par contre, le deuxième facteur qui apparaît par suite de la somma- 
tion des aberrations pendant des parcours multiples, se présente ici 
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1 

| 1— (1/MR) exp (imô) | 

au lieu de — x . De cette façon, lors du passage des résonateurs 

habituels aux systèmes à rotation du champ, la sensibilité aux aber- 

rations du type considéré varie à peu près sous Île rapport cim = 
1—1/M | | | 

7 [1—(1/Mh)jexp{imô) | * | 

Les quantités c;n sont toujours inférieures ou égales à l'unité, 
l'égalité n'étant atteinte que pour mô = 2jn; j = 0, 1, 2, ..., 
c'est-à-dire dans les cas triviaux, où l’indice de réfraction ne dépend 
pas de l’angle azimutal ou bien est sa fonction périodique, à période 
égale à l’angle de rotation 6 ou inférieure à cet angle d’un nombre 
entier de fois. Le choix de 6 est le plus favorable lorsque le type 
dominant des aberrations vérifie la condition mô = (2j +1)x; 
j=0,1,2,... S'il faut surtout affaiblir l'influence du coin 
optique (m = 1), il est avantageux de retenir Ô = x, c'est-à-dire 
assurer qu'après la traversée du résonateur la section du faisceau 
soit renversée ; il est vrai que, comme nous l’avons vu, il n’est pas 
difficile. de l'obtenir même sans recourir à deux prismes croisés. 
Un type d’aberrations très fréquent est l’astigmatisme, engendre par 
les éléments du résonateur dont la puissance optique est différente 
dans deux directions réciproquement perpendiculaires (m = 2); 
on sait qu'avec les angles d’incidence suffisamment grands, les 
miroirs sphériques les plus ordinaires commencent à manifester des 
propriétés de ce genre. Pour dominer efficacement l'influence de 
l’astigmatisme il faut assurer ô = x/2, ce qui s'obtient en tournant 
réciproquement les arêtes des prismes de 45° ; un exemple de ce genre 
est décrit par [235]. 

En tirant le bilan de notre discussion, il convient de reconnaître 
que le domaine le plus prometteur de l’application des résonateurs 
instables à rotation du champ sont les lasers à milieu faiblement 
amplificateur [8]. En effet, dans le cas d’une amplification importan- 
te, on peut utiliser des résonateurs à des M plus grands (cf. chapitre 
&), dont la sensibilité aux aberrations est suffisamment faible sans 
la rotation du champ ($ 3.2). Avec de faibles amplifications, c’est 
le contraire : pour assurer des caractéristiques énergétiques suffisantes 
il faut choisir les valeurs de #{ proches de l'unité. La sensibilité des 
résonateurs possédant de tels M à la présence des inhomogénéités 
optiques est si élevée, qu’il faut prendre toutes les mesures possibles 
pour la réduire: l’opération de rotation du champ est peut-être la 
plus efficace d’entre elles. Le gain ainsi réalisé croît à mesure que M 
s'approche de l'unité: si on observe la condition m6 =£ 2jn, alors 
pour M —+ 1 les grandeurs |c: | diminuent indéfiniment. 

Résonateurs à forme compacte de la section du faisceau émergeant. 
L'opération de rotation du champ permet de résoudre encore un 
problème qui se pose lors de la conception des lasers à milieux faible- 


d'une façon sensiblement différente : il est égal à 
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ment amplificateurs et présente un grand intérêt pratique. Il s’agit 
de l'obtention d’une forme compacte de la section de sortie. C’est 
que dans les résonateurs instables ordinaires à miroirs opaques 
et à faible gain, le faisceau émerge sous la forme d’un anneau étroit 
ou d’une figure analogue de grandes dimensions et de petite surface. 
Cette forme de l'ouverture est désavantageuse du point de vue de la 
divergence du rayonnement ; on voudrait en conservant la même aire 
(pour que les pertes par rayonnement gardent leur valeur) réduire au 
possible ses dimensions. Au $ 1.1 nous avons montré qu’en présence 
d’une optique de formation extérieure ceci présente un avantage 
même dans le cas où le front d'onde a une forme plane parfaite; 
bien qu’à la sortie du laser l’intensité lumineuse axiale reste la 
même, à la sortie du système de formation elle croît (par suite d’un 
grossissement plus grand du télescope pour les mêmes dimensions de 
son objectif). Mais si la divergence n’est pas tant d’une origine dif- 
fractive que « géométrique » (cf. $ 1.1), la contraction des dimensions 
de la section entraîne généralement par elle-même la diminution 
de la divergence; l’optique extérieure présente donc un avantage. 

Comme nous l’avons indiqué au début du chapitre, la méthode 
de résolution du problème a été proposée en 1975 [184]. Elle a été 
fondée justement sur l’idée de l’opération de rotation de la section, 
qui a guidé tous les ouvrages ultérieurs sur les résonateurs instables 
à rotation du champ. Voici cette idée. 

Dans les résonateurs composés d'éléments optiques standards à 
miroirs sphériques ou plans, le faisceau lumineux dans le plan du 
miroir de sortie couvre complètement ce dernier; le faisceau prend 
donc obligatoirement la forme de la section géométriquement sem- 
blable à la forme de la section du miroir de sortie lui-même (M étant 
l'échelle de cette homothétie). Ainsi, la section du faisceau émer- 
geant du résonateur résulte de la « soustraction » de l’une à partir 
de l’autre des figures géométriques semblables qui diffèrent seule- 
ment par les dimensions (l’exemple peut en être fourni par un an- 
neau). 

On peut voir que lorsque l'orientation de ces deux figures est la 
même, l'obtention de leur « différence » compacte est un problème 
sans solution convenable ; l'opération de la transformation spéculaire 
de l’une d’elles n’apporte aussi qu’une aide bien faible. Examinons 
les possibilités que présente l'introduction de l'opération de rota- 
tion de la section. 

La condition qui impose qu’une partie du contour de la figure 
dont l'équation en coordonnées polaires est r = f (œ), après la rota- 
tion d'angle 6 et le grandissement de M fois, se confonde avec le 
contour antérieur est de la forme: M-f (® — 6) = f (œ). La courbe 
la plus simple qui vérifie cette condition est la spirale logarithmique 


r = C'exp (ln M : +) . En effet, il n’est pas difficile de construire 
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la combinaison nécessaire de deux figures géométriques semblables, 
dont lapartie commune du contour représenterait une spirale loga- 
rithmique. Cette combinaison est visualisée sur la figure 3.28, a; 
la plus petite des figures ABCDA correspond au miroir de sortie, la 
plus grande, ECDAE, à la section du faisceau lumineux tout entier 
dans le plan de ce miroir; la différence ABCEA, à la section du 
faisceau émergeant du résonateur. L’axe du résonateur passe par le 


4 J' M D’ F’ £’ 
i 


= 


f 
\ Le 
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Fig. 3.28. Evolution de la section du faisceau dans un résonateur à prismes 
avec rotation du champ et sortie compacte : a) faisceau avant de ADS a lame 
de sortie compacte (ECDAE) et après l'avoir traversée (ABCDA); la lame occupe 
le secteur A’BCE" ; b) le faisceau après la réflexion sur le prisme à arête suivant 
DD"; c) le faisceau après réflexion sur le prisme à arête suivant FE”. 


centre de la spirale O ; l'angle entre les segments OE et OA est égal 
à l’angle de rotation de la section 6 après la traversée du résonateur ; 
le rapport de leurs longueurs, au gain du résonateur M (sur la figure, 
Ô — 30°; M — 1,06), 

En réalité il ne faut pas s’efforcer du tout de découper le miroir 
de sortie suivant la forme de la figure ABCDA. Le mieux est de faire 
ce miroir plus grand à l’avance et placer près de lui à l’intérieur du 
résonateur une lame réflectrice oblique pour faire sortir le rayonne- 
ment. Dans les résonateurs instables ordinaires on recourt souvent 
à cette astuce ; la lame réflectrice couvre alors toute la section du 
résonateur et possède un trou pour laisser passer la partie centrale 
du faisceau vers le miroir de sortie (les exemples de tels circuits 
sont donnés par les figures 4.15, a, b et 4.16). Dans notre cas du 
résonateur à rotation de la section, la lame réflectrice (plus précisé- 
ment, sa projection sur le plan normal à l’axe du résonateur) doit 
avoir la forme du secteur A’BCE’. En tournant et en augmentant 
successivement le ABOC, on établit sans peine que dans ces condi- 
tions on obtient automatiquement la forme de la section du faisceau 
représentée sur la figure. 
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L'utilisation d’une lame réflectrice est commode surtout par le 
fait que le faisceau émergeant du résonateur s’avère rigidement 
« lié » à un secteur défini de la section. Les variations du gain M 
du résonateur provoquées par la déformation du miroir ou l'inhomogé- 
néité du milieu, les petits déplacements de son axe, etc., ne peuvent 
produire qu’un décalage de la frontière extérieure AE du faisceau. 
En même temps, avec la sortie en anneau ordinaire et M voisin de 
l'unité, les plus infimes déformations du miroir suffisent pour que 
l'anneau se transforme en « croissant » ou se décompose en taches 
isolées. 

Explicitons encore quel aspect prend avec un tel moyen d’extrac- 
tion du rayonnement l’évolution de la section du faisceau dans le 
résonateur composé de deux prismes croisés. Admettons que les 
arêtes de ces prismes sont orientées de même que sur la figure 3.27. 
La lame réflectrice doit être placée directement devant le prisme 
que nous avons appelé de sortie. Devant cette lame la section du 
faisceau a la forme ECDAE (fig. 3.28, a), et après, la forme ABCDA. 
Ensuite, le faisceau lumineux vient frapper le prisme à arête orientée 
suivant DD’, placé directement après la lame; la réflexion sur le 
prisme transforme la section spéculairement par rapport à DD” 
(en l’observant du même côté) en lui conférant la forme représentée 
sur la figure 3.28, b. L’arête du deuxième prisme est orientée sui- 
vant FE’; la réflexion sur ce prisme fait que la section est encore 
transformée spéculairement (maintenant par rapport à FE") et 
acquiert la forme et l'orientation initiales (fig. 3.28, c). Une petite 
diminution de l'aire qui résulte de la soustraction de ABCE, est 
compensée par l’« extension » de la section de M fois sur la voie 
vers le deuxième prisme. 

Il convient, pourtant, de faire une petite réserve. Pour qu'après 
la réflexion sur le prisme de sortie le faisceau lumineux ne vienne 
frapper le revers de la lame réflectrice, il faut que le bord BC de cette 
dernière soit symétrique par rapport à DD’. Ceci conduit à ce que le 
contour du faisceau lumineux tout entier dans le résonateur à prisme 
s'avère non pas « lisse » comme sur la figure, mais possède de petits 
« gradins ». Par contre, dans le résonateur donné, le long de la plus 
grande partie de sa longueur, les sections des faisceaux qui se propa- 
gent l’un à la rencontre de l’autre ont des formes très proches de 
celles représentées sur les figures 3.28, b, c, et leur somme compose 
presque un cercle parfait. 

Etablissons encore comment la forme du faisceau émergeant 
du résonateur - ABCE dépend de M et 6. Il est clair que 
AË = OËE:-2 sin (6/2) ; l'équation de la spirale entraîne que OC/OE = 


= exp (—- In M) = M-%%, CE = OE (1 — M“). La forme 


compacte”au maximum s'obtient évidemment avec AE — CE, ce 
qui impose l'observation de la condition 2 sin (6/2) + M-°7/8 — 1. 
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Puisque les pertes par rayonnement, et avec elles, le gain M, sont 
choisies généralement à partir des considérations purement énergé- 
tiques (cf. chapitre suivant), la condition donnée est au fond une 
équation déterminant 6, qui possède toujours une solution. De la 
sorte, le procédé exposé ci-dessus de la construction des résonateurs 
instables permet d'obtenir par la sélection de l’angle 6 et avec des 
pertes par rayonnement aussi petites que l’on veut (M proches de 
l'unité) une forme compacte de la section de sortie à coefficient de 
remplissage y de l’ordre 0,6 (pour des schémas ordinaires ce coeffi- 
cient, dont la définition est donnée au $ 1.1, ne dépasse pas 1 — 
— 1/M*). Notons que si on le désire, en variant non seulement 6, 
mais aussi la configuration de la lame réflectrice, on peut obtenir 
également une tout autre forme que celle de la figure 3.28 du faisceau 
émergeant, par exemple une forme strictement rectangulaire. 

Tous les renseignements mentionnés ci-dessus sur les propriétés 
des résonateurs instables à rotation du champ ont été obtenus par 
l'approximation géométrique. Pour le moment, la théorie de diffrac- 
tion de tels systèmes n’est pas établie; on peut admettre, pourtant, 
que le critère d'application de l’approximation de l’optique géométri- 
que est ici la condition standard Vey © 1 (pour le calcul de Véa 
il faut prendre comme dimension transversale caractéristique @«, 
la distance entre l'axe O et le bord de la lame BC). 

En terminant là la discussion des questions les plus générales 
de la théorie des résonateurs instables, nous exposerons au chapitre 
suivant plusieurs problèmes plus particuliers de la théorie importants 
pour telles ou telles applications concrètes. 


CHAPITRE 4 


APPLICATIONS DES RÉSONATEURS INSTABLES 


$ 4.1. Résonateurs instables dans les lasers pulsés 
à oscillations libres 


On s'attend généralement que le résultat principal de l’applica- 
tion des résonateurs instables sera l'obtention d’une petite divergence 
du faisceau tout en conservant à peu près les mêmes caractéristiques 
énergétiques du laser que dans le cas des résonateurs plans ou stables. 
Le plus simple est peut-être de l’obtenir pour les lasers pulsés à 
grand volume du milieu actif pas trop inhomogène. En effet, l’exci- 
tation impulsionnelle permet d'obtenir généralement des coeffi- 
cients d'amplification élevés; comme nous le verrons par la suite, 
ceci permet d'appliquer des résonateurs à gain Af suffisamment 
grand, qui sans aucune astuce du type de ceux décrits à la fin du 
chapitre précédent, ont une basse sensibilité à l’action des inhomogé- 
néités optiques. Si la section opératoire de la zone active est égale- 
ment grande, les valeurs de Nasa s'avèrent grandes elles aussi, et les 
effets sur les bords n’influent donc presque pas sur la structure modale 
et n’altèrent pas la directivité du rayonnement. 

Choix du type et des paramètres du résonateur. Les facteurs prin- 
cipaux dont dépend la divergence du rayonnement ont été examinés 
au chapitre précédent. C’est pourquoi nous examinerons à présent 
en premier lieu les questions relatives aux caractéristiques énergéti- 
ques des lasers à résonateurs instables; dans le cas de grands volu- 
mes du milieu actif le problème de l'efficacité acquiert une importan- 
ce capitale. Pour ce qui est du fonctiannement efficace des résona- 
teurs sur un mode transversal unique, les résonateurs instables. 
présentent dans ce domaine des avantages évidents devant les réso- 
nateurs d’autres types. En effet, on sait que le rendement maximal 
d’un laser est atteint lorsque la répartition de l'émission reproduit 
dans les traits généraux la distribution du pompage ($ 1.4). Dans les. 
résonateurs plans, et d’autant plus dans les résonateurs de configu- 
ration stable, le champ d’un mode ne peut pas remplir suffisamment 
une grande section, la corrélation entre les formes de répartition des 
champs de la génération et du pompage est très faible (ainsi, au 
$ 2.5 on notait que dans un résonateur plan les aberrations d’ampli- 
tude provoquent essentiellement non pas des distorsions d'amplitude, 
mais celles de phase des fronts d’onde). Ceci fait que les lasers à 
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résonateurs de ce type réalisent ordinairement des régimes multi- 
modes à grande divergence du faisceau ($$ 2.3, 2.4). 

Les résonateurs instables assurent des conditions incommensu- 
rablement plus favorables pour l’obtention des rendements élevés 
en régime monomode. Pour un milieu actif homogène et des miroirs 
à coefficient de réflexion constant suivant la section, la répartition 
du champ du mode inférieur est proche de la répartition en II. Si 
l'inversion de population est irrégulière, alors, conformément à la 
formule (5), comme l’a déjà noté [152], le champ de génération ac- 
quiert une répartition analogue à celle de l’inversion de population. 

Pourtant, pour que les prémisses indiquées soient réalisées, il 
faut observer plusieurs conditions. Il faut en premier lieu, certes, 
que le rayonnement généré remplit bien la section suivant toute la 
longueur de la zone active. S’il n’en est pas ainsi, la puissance du 
laser baisse, et ceci parfois plus vite que l’imposerait la partie du 
volume utilisée : la région où le milieu est excité en l'absence du 
rayonnement de génération est une source puissante de luminescence 
et son amplification (ce qu’on appelle superradiance [32]) peut ré- 
duire sensiblement l’inversion de population dans le volume restant. 

Il faut veiller, d’autre part, à ce que l’émission ne vienne pas 
frapper les parois latérales de l’élément actif ou de la cuve, siège de 
génération. Outre la diminution de l'efficacité du système, ceci 
peut accroître la divergence du faisceau par suite de l’action de la 
lumière diffusée. 

Ainsi, il faut que la configuration du faisceau qui se propage vers 
Je miroir de sortie coïncide exactement avec la configuration de l’élé- 
ment actif (dans le cas d’une sortie unilatérale, le faisceau qui se 
propage dans le sens inverse est d’un volume plus petit). Ceci impose 
des contraintes au type du résonateur utilisé. 

Le plus souvent la zone active a une forme cylindrique. Dans ce 
cas le faisceau qui se déplace vers le miroir de sortie doit au moins 
être proche du faisceau parallèle. Si M dépasse très peu l'unité, 
cette condition est plus ou moins observée, mème si on utilise le 
plus simple résonateur à miroirs plan et convexe (cf. fig. 3.3, a), 
dans lequel les dimensions transversales du faisceau sur le chemin 
du miroir plan au miroir convexe augmentent de 2W/(M + 1) fois. 
Pourtant, avec de grandes pertes par rayonnement, il devient néces- 
saire d'avoir recours aux systèmes confocaux asymétriques représentés 
sur les figures 3.3, c, d. La dimension transversale du miroir de sortie 
doit être de | M | fois inférieure à la section de l'élément actif. De 
plus, évidemment, sa forme doit être semblable à celle de la section 
de la zone active (la lecture des ouvrages théoriques suggère qu'elle 
est obligatoirement ronde ou carrée, ce qui n’est pas du tout le fait). 

Un résonateur confocal à miroirs concaves est moins sensible 
aux aberrations ($ 3.2); d'autre part, pour les mêmes | M | et distan- 
ce entre les miroirs, il fait preuve d’une valeur de | V:4 | plus grande 
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de (M | +1)/(1 M | — 1) fois que dans le cas du résonateur té- 
lescopique. Par contre, il présente un très grand inconvénient : le 
centre de l’onde sphérique réfléchie sur le miroir de sortie se trouve 
à l’intérieur du résonateur (fig. 3.3, c). Il s'ensuit que le faisceau qui 
se propage à partir du miroir de sortie remplit la section du résona- 
teur plus mal que dans le cas du résonateur télescopique ; pourtant, 
ce qui importe encore plus, c’est que la densité du faisceau au foyer 
atteint une valeur excessivement grande, et peut sans peine dépasser 
non seulement le seuil de destruction du milieu actif solide, mais 


Fig. 4.1. Flux de rayonnement dans un laser à résonateur télescopique. 


aussi le seuil de claquage dans le gaz. Toutes ces raisons font que 
dans la plupart des applications pratiques on utilise le résonateur 
télescopique proposé par [185, 152]. 

Ensuite se pose la question du choix du coefficient de gain M 
optimal. Pour diminuer l'influence des inhomogénéités optiques de 
grande échelle il faudrait que Æ/ soit le plus grand possible. A cet 
effet il est avantageux d'éliminer les autres sources de pertes par 
rayonnement et utiliser les miroirs à réflexion totale. La valeur 
admissible de M est alors déterminée par des considérations pure- 
ment énergétiques. Pour comprendre quel est le sens de ces considé- 
rations, examinons la relation entre la puissance de sortie du laser 
à résonateur télescopique et M. Tout comme au $ 1.4, bornons-nous à 
l'analyse du cas le plus simple où le pompage est réparti uniformé- 
ment suivant le volume du milieu actif de forme cylindrique. Les 
phénomènes d’interférence entre les flux de rayonnement se propa- 
geant dans des directions opposées ne se manifestent pas, et la rela- 
tion entre le gain et la densité globale du rayonnement est de la 
forme (1.33). En introduisant la densité du rayonnement en unités 
sans dimensions p = «al, récrivons (1.33) sous la forme 


k, = kal(A + p*+ 0"), (1) 


où p+ et p- sont respectivement les densités des flux qui se déplacent 
vers le miroir de sortie et dans la direction opposée (fig. 4.1). 
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On voit sans peine qu’à l’intérieur de la région J qui est remplie 
par le flux des deux directions, l’inversion de population et la densité 
des flux elle-même changent seulement suivant la longueur 
2(0 < z L L), alors que suivant la section ces grandeurs sont cons- 
tantes. Les p+ et p” vérifient donc dans cette région les relations 
évidentes 


p* (2)=p+ (0) exp { | [ke (2°) — col dt}. 

UT | (2) 

p7 (2) = p7 (0; exp { = | [kg (2°) — 00] de" } | =), 
0 


où 6, est le coefficient des pertes inactives; le facteur [z4/(z20 — 2) 
décrit la diminution de la densité de l’onde sphérique divergente 
à mesure de l’éloignement du centre imaginaire z, qui coïncide avec 
le foyer commun des miroirs. 

Les équations (1) et (2) doivent être résolues ensemble par rapport 
à p* (z)et p- (z) en tenant compte des conditions aux limites p+ (0) = 
— p”7 (0) et p* (L) = p” (L). L'obtention d’une solution exacte sous 
forme analytique est impossible. Pour la solution approchée il est 


commode d'utiliser cette circonstance que d’après (2) V’p+ (z) p- (z)= 
= P (0) Z6/(Z0 — 2). 

Puisque la somme p* + p- à quelques pour cent près est égale 
à 2 Vp*p- jusqu’à des valeurs de p+ et p- différant de 2 à 3 fois 
(pratiquement il n'existe pas de différences plus grandes), une substi- 
tution correspondante peut transformer l’équation (1) de la façon 
suivante 


ke = kg {1 + 2p (0) z0/(20 — 2)]"1. (1a) 
En portant (1a) dans (2) et en intégrant ensuite on aboutit à 
l'équation déterminant p (0) 


M (2 (0)+11M In M + o0L 
2-75 P (0) In ZPOMET EL : 


où M = z,/(29 — L) est comme toujours le gain du résonateur. 

Après avoir trouvé p (0) on peut calculer à l’aide de (2) la réparti- 
tion de p* (z) dans la région Z. Lorsque la partie du flux de l’émis- 
sion éloignée de l’axe (r > a/M; 2a est le diamètre de l'élément 
actif) coupe la frontière entre les régions pour venir dans la zone ZI, 
où p= — 0, l’amplification ultérieure du flux se calcule aisément 
d’après la formule correspondante du régime d'amplification [186], 
qui se déduit directement de l’équation du transfert du rayonne- 
ment : 


(k 7/00) — 1 — Psor ] 


Psor | _ ke 
in (Be ) = (k$— 00) 1+ LE In ces er 
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où p est la densité du flux à l'entrée dans la région ZI ; Psor, la densité 
du flux à la sortie du résonateur en fonction de la distance : qu’il 
parcourt dans cette région (cf. fig. 4.1). Il est évident que la gran- 
deur L, et avec elle por, augmentent avec .. 
l'augmentation de r. 

La figure 4.2 reproduit les graphiques 
de la répartition de la densité du rayon- 
nement émergeant du résonateur, calculée 
de cette façon. On y voit qu'avec la-crois- 
sance de M, la densité du rayonnement à 
la sortie du laser diminue, alors que, na- 
turellement, la largeur de la zone émet- 
trice (a — a/M) augmente. Pour une cer- 
taine valeur M,,+ la puissance du rayon- 
nement émergeant est maximale. 

L'efficacité de la transformation de 
l'énergie X dans le résonateur introduite 
au.$ 1.4 peut être calculée comme le rap- ml 
port du nombre de photons émergeant re . 0: 02 64 GE G8 TR 


S 
. 


Lé LE #” Q 
résonateur \7 ds (l'intégration portesur gg. 4.2. Répartition de la 
(S) | densité du rayonnement émer- 
la surface de l'ouverture de sortie) au geant suivant la section de 
nombre général des actes de complétion l'élément actif pour le cas 


: | . ___ kgL = 3,0; 6L=—0,12 et dif- 
de l’inversion de population dans le vo ent ee def. 


lume du générateur | Pomp dv. Puisque 


(V) _ 
dans le cas du milieu à quatre niveaux à raie élargie homogène et 
au niveau inférieur non peuplé de la transition opératoire Ppomp — 


— k°/œ (cf. $ 1.4), on obtient X — (| p* ds)/( [ #2 dv). En parti- 
L (S) (V) 


culier, pour l'élément cylindrique rond à pompage uniforme on a 
a 


2 
X = ko La: À Psor (r)r dr. 
a/M 

La figure 4.3 visualise la relation entre l'efficacité X du résona- 
teur calculée à l’aide de cette dernière formule et la grandeur M 
pour plusieurs valeurs de 6,L et £?L (rappelons que dans le cas du 
milieu à quatre niveaux le rapport 4?/0, est le dépassement du seuil 
d'oscillation en l’absence de pertes par rayonnement, c’est-à-dire 
pour M — 1). Les données pour un résonateur télescopique sont 
comparées à celles relatives au résonateur plan de mêmes pertes 
globales et seuil d'’oscillation (le coefficient de réflexion du miroir 
de sortie R° est égal à 1/M°). 

Il s'ensuit de la figure 4.3 que dans le cas considéré l'efficacité 
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de la transformation de l'énergie est quelque peu inférieure, mais 
très proche de l'efficacité dans un résonateur plan correspondant. 
De la sorte, pour un laser à résonateur télescopique on peut utiliser 
les formules du $ 1.4 à condition de remplacer dans ces formules 


x kgL=2 : 
47 47 
d N\ 22 La 
Û4 11 w ÿ4 
LS 
a5t "4 — VE 
\ 424 
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Fig. 4.3. Relation entre le rendement d'une souree à résonateur télescopique 
(courbes continues) et plan (courbes en pointillé) et les quantités 1/M3 et R'’ 


respectivement pour keL = 2 et 3. 


R’ par 1/M3. En particulier, pour des ©,L pas trop grands, la quanti- 
té X peut être calculée à l’aide de la relation 


_ In M _M+oL 
Xe pra (1 Re). Se 


le gain optimal du résonateur, d'après la formule 
In M opt FA OoL (V ko — 1), (4) 


enfin, la valeur maximale de X, comme pour le cas du résonateur 
plan, vaut à peu près 


Xmax © (1—V 00/ks)°. (5) 


L'analyse qui précède a été réalisée dans [187], premier ouvrage 
comportant le calcul des caractéristiques énergétiques des lasers 
à résonateurs instables. Par la suite on a examiné des cas plus com- 
pliqués qui ont demandé déjà des calculs machine très lourds (leur 
méthodologie sera évoquée au $ 4.2). Ainsi, [188] a réalisé des calculs 
de l'efficacité pour une répartition irrégulière du pompage suivant 
la section et de grands dépassements du seuil ; il s’est avéré que les 
formules (3) à (5) restent valides sous la condition qu’on y porte la 
valeur de k£ mise en moyenne suivant la section. Des lois analogues 
ont également lieu, comme on sait, dans un résonateur plan. 
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Cette ressemblance du comportement des résonateurs télescopi- 
ques et plans n'est, certes, pas fortuite. Elle a à l’origine le fait 
que le caractère de remplissage de l’élément actif cylindrique par 
l'émission dans ces deux types de cavités aux mêmes pertes par rayon- 
nement ne se distingue pas si fort, comme il le semble à première- 
vue. En effet, dans le cas d'égalité des pertes dans le milieu s’établis- 
sent les mêmes valeurs moyennes du gain; par conséquent, les den- 
sités moyennes du rayonnement coïncident à peu près elles aussi. 
Ensuite, sur le chemin du miroir « obturé » au miroir de sortie la 


densité du rayonnement dans un résonateur plan augmente de 1/V R7 
fois ($ 4.4), et dans un résonateur télescopique, de M fois, c'est-à- 
dire sous le même rapport. Il est donc clair que dans ces deux réso- 
nateurs, les valeurs de p* sont proches dans le volume tout entier 
du milieu actif. Pour ce qui est du rayonnement se propageant dans. 
le sens inverse (p-), sa répartition dans le résonateur télescopique est 
moins favorable : bien que le flux global soit ici à peu près le même: 
que dans un résonateur plan, il est réparti non pas suivant toute la 
section comme dans ce dernier, mais seulement suivant l’une de ses- 
parties ; le remplissage est le plus mauvais près du miroir de sortie. 
Il en résulte que dans le cas du résonateur télescopique la répartition 
de la densité globale p+ + p” suivant le volume actif est quelque: 
peu plus irrégulière, ce qui conditionne une diminution négligeable 
de l'efficacité. 

Ainsi, un résonateur télescopique assure un rendement voisin: 
à sa valeur limite définie par la formule (5), si les pertes par rayonne- 
ment 4 — 1/M° sont choisies les mêmes que celles propres à un réso- 
nateur plan optimal. Par ailleurs, dans la région de son maximum, 
la quantité X change très lentement avec M, et la variation de M 
dans des limites définies n’est pas liée à une diminution sensible du: 
rendement du système. Ceci peut être mis à profit lors du choix de 
M pour tenir compte encore des considérations liées à la divergence 
du faisceau. Pour réduire la divergence, il est généralement avanta- 
geux d'utiliser le résonateur à M le plus grand possible. Dans ces 
conditions, la sensibilité du résonateur aux aberrations diminue 
($ 3.2); d'autre part, l'anneau à la sortie devient moins étroit. 
Pourtant, en optant pour des valeurs de M sensiblement supérieures 
à 2, il faut être très prudent. En premier lieu, le $ 3.3 entraîne que 
l’obtention du régime monomode à répartition régulière du champ 
est la plus sûre lorsque les Vs sont grands. Si les dimensions trans- 
versales de l'élément actif sont données, Veq atteint le maximum 
avec M = 2. Malgré une certaine augmentation de la courbure des 
miroirs, l'augmentation ultérieure de M provoque la baisse de Nu 
par suite de la diminution rapide des dimensions transversales du 
miroir de sortie. 

Des valeurs excessives de M peuvent également s’avérer désavan- 
tageuses en présence de la diffusion de la lumière, surtout sous des 
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angles voisins de 180° (dans les cas courants, les sources d’une telle 
diffusion sont les interfaces de toute sorte). On comprend aisément 
la cause de ce phénomène, si on se rappelle qu'avec l'augmentation 
de M, la part du rayonnement qui intervient dans le circuit de réac- 
tion « légitime » diminue, alors que l'intensité de la lumière qui.se 
mélange à lui sous l'effet du flux diffusé principal, reste inchangée ;: 
de cette façon, le rôle de la diffusion de la lumière se renforce. 

Même dans le cas d’un milieu actif homogène, un choix correct 
des paramètres du résonateur n’assure encore pas l’obtention d’une 
forte intensité axiale de la lumière. Les renseignements fournis par 
de chapitre précédent rendent clair qu'il faut encore dans ce but éli- 
miner la production des ondes convergentes à intensité initiale, 
perceptible. Dans le cas d’un résonateur télescopique, une onde pure-- 
ment convergente se forme, comme on le voit sans peine, lors de la 
réflexion partielle de l'onde principale sur les interfaces planes 
perpendiculaires à l’axe du nu c'est pourquoi les interfaces. 

existant dans le laser (par exemple, les faces. des bouts du barreau) 
doivent être sensiblement obliques. 

Résultats des expériences avec les lasers à verre au néodyme. Les 
considérations exposées dans ce qui précède sur le choix du type et. 
des paramètres d’un résonateur instable, ainsi qu’une partie impor- 
tante des idées développées au chapitre 3 sur les propriétés des réso- 
nateurs instables, ont été élaborées au cours des recherches expéri- 
mentales effectuées par l’auteur et ses collaborateurs sur les lasers 
à verre au néodyme [5, 152, 189, 153, 190, 191, 168, 192 à 197]. 
et confirmées par les résultats de ces recherches. C’est précisément. 
sur l’exemple des lasers de ce type que les caractéristiques des oscil- 
lateurs à résonateurs plans et instables ont été comparées avec le 
plus de détail, que des schémas nouveaux établis sur la base des 
résonateurs instables ont été essayés et pratiquement étudiés pour la 
première fois. Exposons les résultats principaux des expériences 
relatives aux oscillateurs propres à résonateurs à deux miroirs les 
plus simples discutés dans le présent paragraphe. 

Avec un barreau de verre au néodyme de 10 mm de diamètre et 
d’une longueur de 120 mm, l'utilisation d’un résonateur instable 
a doublé seulement l'intensité axiale de la lumière par rapport au 
cas du résonateur plan [152]. Dans la plus grande partie des expérien- 
ces ultérieures on a utilisé un laser à efficacité élevée décrit dans 
[198] à barreau d'un diamètre de 45 mm et long de 600 mm, qui 
a servi de prototype aux lasers l'OC-1001 fabriqués en série, et à 
toute sorte de leurs modifications. Le remplacement d’un résonateur 
plan par un résonateur instable a permis déjà à augmenter de dizai- 
nes de fois l’intensité axiale de la lumière. La divergence du faisceau 
mesurée suivant le niveau à demi-intensité a diminué de 2” à 15 ou 
20”, suivant le niveau à demi-énergie, de 5° à 40” (fig. 4.4, courbe 7) 
(1521. Notons que cette situation est assez caractéristique ; plus le 
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laser est gros, plus l'effet auquel conduit l’utilisation d’un résona- 
teur instable est grand. En ce qui concerne la divergence, le gain 
augmente également avec l’augmentation de l’homogénéité optique 
du milieu actif ; sous ce rapport le laser exploré était très satisfaisant. 

Dans les expériences avec les barreaux de 45 mm de diamètre 
les miroirs étaient à réflexion totale. Pour le cas des miroirs plans 
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Fig. 4.4. Répartition angulaire de l'émission d’un laser à solide à résonateur 

télescopique [152]; 7 — résonateur sans interfaces perpendiculaires à l'axe; 

II — résonateur comportant à l’intérieur une lame de verre clarifiée établie 

perpendiculairement à l'axe. En ordonnées est portée la part de l'énergie com- 
prise dans le cône d'angle @ au sommet. 


les pertes par rayonnement étaient égales au coefficient de transmis- 
sion optimal et constituaient environ 75% (M = 2). L'utilisation 
d’un résonateur télescopique assurait à peu près la même énergie 
que celle d’un résonateur plan. Pour le système de miroirs plan- 
convexe l'énergie de sortie devenait de 1,5 à 2 fois plus faible par 
suite d’un mauvais remplissage de l'élément actif par le rayonne- 
ment. Depuis ces expériences, lorsque les pertes par rayonnement 
sont grandes, on utilise partout seulement les résonateurs télesco- 
piques. 

Par la suite, l’énergie de sortie du rayonnement de l’oscillateur 
du type donné a été poussée à 4500 J, et après le montage successif 
de deux éléments actifs dans un seul résonateur à M = 5, à 8000 J 
[194]. La divergence du faisceau était: au niveau à demi-intensité: 
40"; au niveau à demi-énergie, environ 1°30”. 

16—01893 
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Notons la circonstance importante suivante. Pour réaliser une 
faible divergence, dans le cas d’un résonateur télescopique il s'est 
avéré nécessaire de tailler les faces en bout de l'élément actif sous 
une incidence de 2 ou 3° par rapport à l’axe du résonateur, ce qui 
permettait d'éliminer les ondes convergentes engendrées par la 
réflexion Fresnel. La nécessité de prendre des mesures de cette sorte 
était démontrée par l’expérience suivante : dans un résonateur téles- 
copique à élément actif aux faces en bout inclinées, on a placé une 
lame de verre à surfaces clarifiées strictement perpendiculaire à 
l'axe, et dont la réflexion résiduelle ne dépassait pas 0,3%. Ceci 
s’est avéré suffisant pour que l’allure des oscillations change d’une 
façon frappante et la divergence du faisceau devienne si forte que 
sa valeur s'approche de la caractéristique du résonateur plan (cour- 
be 71 de la figure 4.4) [153]. Les photographies correspondantes sont 
données par les figures 4.5, a, b. 

Le mécanisme d’une telle altération de la directivité de l’émission 
a été étudié par 1197, 336]. Il s’est avéré que l’introduction dans un 
résonateur télescopique d’un troisième miroir qui était plan, faisait 
apparaître des modes « parasites » auxquels correspondent des tra- 
jectoires fermées des rayons, une seule réflexion sur ce miroir engen- 
drant de nombreux parcours par le milieu actif. C’est pourquoi même 
pour les coefficients de réflexion tout à fait petits du miroir plan, 
les modes « parasites » ont des seuils d'amorçage plus bas que le 
mode fondamental du résonateur à deux miroirs. Puisque, d’autre 
part, ces modes sont caractérisés par une forte irrégularité de la 
répartition du champ, plusieurs d’entre eux sont à la fois amorcés 
avec toutes les conséquences néfastes qui en découlent. Mais ceci ne 
nous étonne pas: au $ 3.3 nous avons déjà vu que la présence d’une 
onde convergente, si faible soit-elle, engendrée par la diffraction 
par le bord entraîne la dégénérescence par rapport aux pertes. Il 
s’ensuit que les tentatives entreprises parfois pour agir sur le régime 
des oscillations (en particulier, pour en baisser le seuil) par une pro- 
duction artificielle des ondes convergentes doit probablement tou- 
jours accroître la divergence du faisceau [336]. 

Cependant, poursuivons notre description des propriétés des 
lasers à résonateurs instables « normaux », ne possédant pas de 
sources des ondes convergentes. Parmi les particularités établies 
de ces lasers il y a la stabilité de leurs paramètres de sortie, y compris 
de la forme de la répartition angulaire du rayonnement, qui est 
remarquable. Les phénomènes aussi caractéristiques des lasers à ré- 
sonateurs plans que la variation de la répartition angulaire d’une 
impulsion à l’autre, le renforcement progressif de la divergenc: 
pendant le vieillissement de l'élément actif, etc., n’ont pas été ob- 
servés. Cette propriété des lasers à résonateurs instables est dans une 
telle ou telle mesure propre à tous les systèmes à miroirs sphériques; 
elle est liée en partie à leur faible sensibilité à l'exactitude de l’ali- 
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gnement. Comme l'ont montré les expériences, les petites rotations 
et déplacements des miroirs dans le sens transversal ne modifient 
que peu la direction du faisceau. La valeur de ces variations corres- 
pond pleinement aux prédictions de l’approximation géométrique. 


Fig. 4.5. Photographie des images dans la zone éloignée du rayonnement des 

lasers à solide: a), b) laser à résonateur télescopique ordinaire: a) privé d'axes 

erpendiculaires de l'interface; b) résonateur comportant à l'intérieur une 

ame de verre clarifiée ; c), d) tests avec un résonateur instable bidimensionnel : 
sortie de l'émission symétrique (c) et asymétrique (dj. 


La forme de la répartition angulaire n'est perturbée sensiblement 
que lorsque les rotations des miroirs sont si grandes, que l'axe du 
résonateur s'approche tout contre la surface latérale du barreau 
[152] (un cycle analogue d'explorations du laser à CO, a été effectué 
plus tard par Krupke et Sooy et décrit dans [199/]). 


16% 
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Le déplacement d'un des miroirs dans le sens longitudinal en- 
traîne aussi suivant l’approximation géométrique, la modification 
de la courbure de l’onde émergeant du résonateur. Dans le cas du 
résonateur télescopique. on peut de cette façon focaliser le faisceau 
à la distance donnée d 5 L du laser, en augmentant de = (A + 
+ 1) L‘(M — 1) d la distance entre les miroirs par rapport à 
la distance ZL qui les sépare dans la disposition confocale (la focali- 
sation à des distances d — L est également possible, mais elle s’ac- 
compagne de la diminution de la puissance de sortie par suite de la 
« conicité » du faisceau lumineux dans l'élément actif). 

Les auteurs de l'ouvrage [152] ont exploré également les caracté- 
ristiques spectrales et temporelles du rayonnement des lasers à verre 
au néodyme à résonateurs instables. Aucune différence spéciale par 
rapport aux lasers à miroirs plans n’a été décelée : les mêmes pics 
chaotiques, à peu près la même largeur intégrale du spectre ; il n'y 
a que la durée de chaque pic qui s’est avérée un peu plus petite, 
alors que l'intervalle temporel entre eux s’est accru. 

Une durée plus courte des pics est due au fait que dans les réso- 
nateurs instables les oscillations se stabilisent beaucoup plus vite 
que dans les résonateurs plans. La cause principale de cet effet est 
la présence du mécanisme de l’« étalement » forcé du rayonnement 
suivant la section. Nous examinerons plus en détail cette question 
à la fin du présent paragraphe, lorsqu'il s’agira des lasers pour les- 
quels la vitesse de stabilisation des oscillations joue un rôle décisif. 
Pour ce qui est de la répartition spectrale du rayonnement, c'est 
au fond, aussi bien pour les résonateurs plans que pour les résona- 
teurs instables, une répartition de l'intensité du rayonnement entre 
les modes aux indices axiaux différents (cf. $ 2.4). Au voisinage de 
l’axe d’un résonateur instable ont lieu les mêmes interférence de deux 
flux allant l’un à la rencontre de l’autre et formation des ondes 
stationnaires que dans un résonateur plan. C’est pourquoi dans les 
résonateurs des deux types le mécanisme de la compétition spatiale 
des modes axiaux est le même, bien que dans le résonateur instable 
la partie périphérique de l'élément actif soit remplie de rayonnement 
qui se propage seulement dans une direction (cf. également $ 3.5 
sur le problème de la sélection spectrale dans les résonateurs en 
anneau). 

Les observations de la répartition spatiale du rayonnement dans 
le temps [152, 153, 192] ont montré que la génération s'accompagne 
des déplacements négligeables du centre de symétrie de la réparti- 
tion. D'autre part, la répartition angulaire dans les pics isolés se 
distinguait aussi de la répartition d’une source idéale. Il en résultait 
que pour les lasers explorés, la largeur de la répartition intégrale par 
rapport au temps, dépassait sensiblement la limite de diffraction. 
Il se peut que c'était une conséquence des déformations thermiques 
du résonateur, des vibrations du barreau, etc. Les mesures prises 
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pour éliminer l'influence de ces facteurs permettaient de diminuer 
la divergence du faisceau. 

Des résultats significatifs ont été fournis, par exemple, par les: 
expériences avec le laser à élément actif de grande longueur et de: 
forme rectangulaire de la section [192]. Pendant l'impulsion de pom- 
page le barreau subissait des vibrations mécaniques perceptibles 
le long de la plus petite dimension de la section. Il en résultait que 
le centre de gravité de la répartition effectuait un mouvement oscil- 
latoire compliqué dans la même direction: dans cette direction la 
divergence du faisceau dépassait plus de quatre fois la limite de 
diffraction et constituait 220”. Le remplacement d’un miroir 
concave par un prisme dièdre à surface convexe tournée vers l’inté- 
rieur du résonateur et à arêle parallèle à la grande dimension de la 
section, en pleine conformité avec les idées développées au $ 3.5, 
a abouti pratiquement à stabiliser complètement la direction de. 
l'émission. La divergence est tombée alors à 1”. Si on utilisait un. 
résonateur télescopique composé de deux prismes, la stabilisation 
de la direction était quelque peu plus faible, et la divergence attei- 
gnait —1"10”. 

Les propriétés sélectives très élevées des résonateurs instables à: 
grands nombres de Fresnel se sont révélées dans la pleine mesure. 
dans les tests décrits par [190]. L’'inhomogénéité optique et d’autres. 
facteurs secondaires ne se manifestaient pratiquement pas dans ces 
conditions. On a utilisé un résonateur instable bidimensionnel 
à M = 2 composé de miroirs à réflexion totale, dont l’un était plan 
et l’autre convexe cylindrique (fig. 4.6). Comme dans le cas précé- 
dent, l’élément actif était un parallélépipède rectangle, la disposi- 
tion des flashes assurait une grande uniformité de la répartition du. 
pompage dans le sens de la plus grande dimension de la section. La: 
courbure du front de l’onde émergeant du résonateur était compensée 
par une lentille supplémentaire. 

On a essayé deux modes d'extraction de l’émission à partir d’un: 
tel laser représentés sur les figures 4.6, a, b; N&q valait respective- 
ment —1700 et — 7000. Dans le premier cas, la répartition intégrale 
dans le temps du rayonnement le long de la direction reposant dans. 
le plan de la figure, coïncidait pratiquement avec l’image de la. 
diffraction de Fraunhofer par deux trous rectangulaires (fig. 4.5, c; 
la grande étendue de l’image suivant la deuxième dimension est liée 
au fait que dans cette direction le résonateur était équivalent à un 
résonateur plan; d'autre part, la lentille compensatrice était sphéri-- 
que et non cylindrique comme elle aurait dù l'être). Le contraste 
des franges est tres proche de l’unité, ce qui est un témoignage d'une 
cohérence spatiale élevée du rayonnement (notons que la distance 
entre deux faisceaux émergeant du résonateur était —120 mm). 

On n’a pas non plus découvert d’écarts notables des résultats de 
la diffraction par l’ouverture de sortie du laser lors de l’utilisation: 
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du schéma de la figure 4.6, b avec le rayonnement émergeant sous la 
forme d'un faisceau unique d’un côté de l’axe du résonateur. L'aug- 
mentation de la largeur de l'ouverture a fait que dans ce cas la diver- 
gence était plus petite que dans le premier cas, et constituait 2”, 
ou 1-10-° rad (fig. 4.5, d). 

Après ces expériences on pouvait considérer comme démontrée 
la thèse d'après laquelle les résonateurs instables à grands Neq 
assurent dans le cas d’un milieu homogène un régime monomode 


Fig. 4.6. Schéma du laser à barreau actif rectangulaire et à résonateur instable 
bidimensionnel : sortie du rayonnement a) symétrique, b) asymétrique (les 
rectangles hachurés à droite représentent la section du faisceau de sortie). 


à angle de diffraction de la divergence du faisceau. Il fallait 
encore établir si dans les lasers réels les écarts de divergence 
du faisceau par rapport à la limite diffractive sont une consé- 
quence des causes aussi banales que l’imperfection des éléments du 
résonateur, l’inhomogénéité optique du milieu, ou si la faute in- 
combe aux « modes d'ordre supérieur » mentionnés parfois dans la 
littérature. D’après le $ 3.2, le front d'onde d'un faisceau lumineux 
qui constitue le mode fondamental d’un résonateur instable, se forme 
dans ce dernier de la même façon que lors du passage du faisceau par 
un système d'amplification à plusieurs étages (fig. 3.6). La meilleure 
réponse à la question pouvait donc être donnée par la comparaison 
expérimentale directe de la divergence d’un laser réel à résonateur 
instable avec la divergence à la sortie d’un système amplificateur 
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à plusieurs étages (cf. $ 2.6) construit à partir d'éléments actifs 
analogues. La description d’une telle comparaison est faite par [195]. 

Les résultats principaux de [195] sont visualisés sur la figure 4.7. 
La courbe Z correspond à la répartition à l’entrée du dernier étage 
d'amplification ; la courbe 2, à la sortie du système à plusieurs éta- 
ges. Les données pour un laser à résonateur télescopique sont por- 
tées en petites croix; on voit que le système à plusieurs étages sous 
sa forme « pure » assure une divergence quelque peu moindre du 
faisceau. Pourtant si on obture la partie centrale de l'ouverture de 
sortie du système à plusieurs étages de façon que le faisceau acquière 
la même section annulaire que dans le cas du résonateur télescopique, 
la divergence des faisceaux pour les sources des deux types commence 
pratiquement à coïncider (courbe 3). 

L'attention est attirée par cette circonstance que la différence 
entre les courbes 2 et 3 ne peut être expliquée par des phénomènes 
purement diffractifs : la diffraction d’un front plan par un trou rond 
faisait que dans les conditions de [195] la demi-largeur de la réparti- 
tion de l'énergie était de 5”, et elle n'était que de 4” plus grande 
pour un résonateur en anneau. Îl est évident que ces différences sont 
dues surtout à ce que la partie centrale du barreau pompé en verre au 
néodyme est plus optiquement homogène que sa périphérie (les 
renseignements sur l’inhomogénéité induite dans de tels cas sont 
donnés par [200]); c'est pourquoi en ajoutant à l'ouverture de sortie 
en anneau sa partie centrale on diminue sensiblement la divergence. 

La figure 4.7 montre que les contributions à la divergence du 
faisceau globale apportées par les étages de préamplification et l’am- 
plificateur terminal sont proches en valeur. L’exposé du $ 3.2 entrai- 
ne également que pour le résonateur télescopique à M = 2 utilisé 
dans [195], les perturbations du front d'onde qui s'accumulent par 
suite des inhomogénéités de grande échelle avant la dernière traver- 
sée du barreau actif et directement pendant cette traversée, sont 
également proches en valeur. L'analogie entre un système à plusieurs 
étages et un résonateur télescopique est ici parfaitement évidente. 

De la sorte, les résonateurs instables soigneusement exécutés 
sont en effet capables d'assurer la même divergence que des circuits 
à plusieurs étages (en tenant compte des corrections évidentes liées 
à la différence des ouvertures de sortie). Comme on le verra au $ 4.3, 
on peut construire à l’aide de ces mêmes résonateurs des sources 
assurant des amplifications énormes du signal faible sur un élément 
actif standard (de grandes amplifications sont nécessaires, en parti- 
culier, dans les sources composées de nombreux canaux synchronisés 
par un pilote unique). En même temps, l'expérience de [195] a 
montré que la résolution des problèmes relatifs à l'efficacité énergé- 
tique est bien plus simple dans le cas des résonateurs instables que 
dans celui des circuits à plusieurs étages (le nombre d'éléments 
du circuit optique de la source étant sensiblement plus petit). Il 
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s'ensuit que les systèmes à plusieurs étages encombrants s’emploient 
surtout dans des cas bien rares lorsqu'on considère que tous les moy- 
ens sont bons pour obtenir des paramètres records. 

Tout le cycle des recherches décrit ci-dessus exécutées avec des 
lasers pulsés à oscillations libres à verre au néodyme a permis de 
rendre suffisamment évidentes les possibilités que peut présenter 
l’utilisation de la modification la plus simple des résonateurs ins- 
tables. Ce cycle a été précédé seulement par deux articles comportant 
des communications sur les expériences avec de tels résonateurs. Le 
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Fig. 4.7. Répartition angulaire de l’énergie du rayonnement (en ordonnées 

est portée la part de l'énergie comprise dans le cône d’angle @ au sommet): 

1 — à l'entrée de l’étage terminal du système à plusieurs étages ; 2 — à la sortie 

du système à plusieurs étages à ouverture ronde ; 3 — sortie en anneau du rayon- 

nement: xX — résonateur télescopique; © — système à plusieurs étages à dia- 
: phragme en anneau. 


premier d’entre eux est l’ouvrage initial de Siegman [4] déjà mention- 
né, dans lequel la formulation des considérations théoriques des 
plus importantes ($ 3.1) était accompagnée de l’exposé des résultats 
préalables de l’exploration du laser à rubis à résonateur instable; 
le deuxième [201] est consacré aux expériences avec le laser pulsé à 
argon muni d’un tube de décharge d’un diamètre de 7 mm. Dans 
les deux cas l’utilisation d’un résonateur instable n’a conduit à 
aucun résultat positif. 

Lasers pulsés à gaz à résonateurs instables. Problème d’établis- 
sement des oscillations. Les publications ultérieures sur l’applica- 
tion des résonateurs instables dans les lasers pulsés n’ont commencé 
de paraître qu’en 1972 [202, 203] et concernaient les générateurs à 
CO. Ils ne contenaient aucun renseignement nouveau sur les pro- 
priétés de ces résonateurs et dans le plan technique ne présentaient 
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rien de particulier. En effet, parmi les quelques premiers ouvrages, 
les paramètres de sortie les plus élevés ont été atteints par les auteurs 
de [203]: pour une énergie d’impulsion de 3,5 J, la divergence du 
faisceau a été —2-107* rad, et la brillance, 2-10! W/(cm=:-sr). 
A titre de comparaison rappelons que dans les lasers soviétiques à 
résonateur télescopique à verre au néodyme on a « maîtrisé » bien 
avant une divergence plus faible pour une énergie de sortie de 
10% J, et en 1971-1972 existaient déjà des sources à brillance de 
1017 W/(cm°:.sr) [204, 205]. 

À partir de cette époque on emploie des résonateurs instables et 
toujours avec succés dans les lasers de presque tous les types. Il 
suffit de mentionner, par exemple, la création d'un oscillateur 
à ionisation électrique à énergie d’'impulsion de 7500 J [206]. Pour- 
tant, l'intérêt cognitif est le plus grand lorsqu'on examine les résul- 
tats des expériences avec les lasers à vapeurs des métaux [207]: 
les particularités spécifiques de ces sources ont obligé de reconsidérer 
sous une autre optique certaines propriétés, en principe connues, des. 
résonateurs instables. C’est que le gain du milieu est dans ces condi- 
tions extrêmement grand, alors que l’inversion de population dure 
si peu que pendant ce temps la lumière ne parvient à effectuer que 
quelques traversées du résonateur. Puisqu’'on voudrait malgré tout 
obtenir une faible divergence, la tâche la plus importante qui incom- 
be est de rendre le résonateur capable de séparer le mode fondamental 
du rayonnement de bruit. 

Le problème de stabilisation des oscillations dans les résonateurs 
optiques s’est posé pour la première fois à Fox et Li en 1961 [9]: 
les calculs itératifs qu'ils ont réalisés simulent dans une grande mesu- 
re les processus qui se déroulent dans les lasers réels ; la répartition 
initiale du champ prévue par la procédure itérative joue le rôle 
d’« amorce », dont la source dans les lasers réels est le rayonnement 
spontané. Déjà à l’époque Fox et Li ont remarqué qu'il existe une 
liaison évidente entre la vitesse d'établissement des oscillations 
stationnaires et les différences des pertes des modes isolés : en effet, 
alors que la lumière traverse le résonateur vide, le rapport des inten- 
sités de deux modes quelconques change de (1 — A,)/(1 — A) fois, 
où A,et À, sont leurs pertes par diffraction. Il est évident que, en 
présence d’un milieu à répartition uniforme du gain k, suivant le 
volume, le rapport des intensités change aussi exactement de la 
même façon (dans ces conditions les valeurs propres de l'équation 
intégrale du résonateur s'avèrent multipliées par le même coeffisient 
exp (k,l); cf. $ 1.3). Si vers l'instant de l’accrochage des oscillations 
par l’« amorce » de bruit le milieu était excité uniformément, cette 
situation se conservera au moins tant que la puissance du rayonne- 
ment n’augmente pour atteindre le niveau de saturation. 

I] s'ensuit que plus la différence entre les pertes des modes isoles 
est grande, plus certains modes doivent ressortir plus vite sur le 
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fond des autres modes ; en particulier, dans les résonateurs instables 
les oscillations doivent s'établir bien plus vite que dans les résona- 
teurs plans et, d’autant plus, stables. Pour ces mêmes raisons dans 
les résonateurs instables eux-mêmes la vitesse de stabilisation des 
oscillations augmente avec la croissance de | M |. 

Bien que tous ces faits fussent parfaitement connus, le problème 
du temps nécessaire à former dans un résonateur instable un faisceau 
à directivité diffractionnelle à partir de l’émission spontanée n’a 
été posé bien clairement que dans [207] et résolu par étapes dans 
[207 à 2091. Il est vrai que les auteurs de ces ouvrages, en considérant 
on ne sait pourquoi, la situation donnée comme exceptionnelle, 
s’efforçaient de ne pas utiliser les résultats et les méthodes déjà 
connus de la théorie des résonateurs optiques, même aussi universels 
que l'introduction d'un résonateur équivalent. Il en a résulté que la 
résolution d’un problème assez simple a abouti à une solution très 
compliquée, accompagnée de plusieurs affirmations erronées (pour 
plus de détail, voir à ce propos {210]). Entre autres, leur conseil de 
sélectionner les paramètres d’un résonateur de façon que l'onde con- 
vergente s’élargisse jusqu'à des dimensions antérieures de la section 
obligatoirement en un nombre entier de traversées n’a aucun sens. 
Nous décrirons donc une solution bien plus simple donnée par [210]. 

Supposons que le milieu actif d’une section de 2a X 2a est placé 
à l’intérieur d’un résonateur télescopique (fig. 4.8). Suivons, par 
exemple, le comportement du rayonnement d’amorce qui, à l'instant 
initial, est émis près du miroir convexe dans la direction du miroir 
concave. Choisissons en guise de repère la surface équiphase sphérique 
de l'onde divergente située près du miroir convexe, dont le centre 
de courbure se trouve au foyer commun des miroirs. L’amplitude 
complexe du champ d’amorce de l’une des polarisations sur cette 
surface de référence peut être mise sous forme de la série 


u(z, n= 2 uxrexp (Ari +) exp(ini#), k, 1=0, +1, +2, ... 


A cette série correspond un ensemble des ondes sphériques à amplitu- 
des uy, à répartition aléatoire, dont la valeur moyenne peut être 
calculée à partir de la puissance de l’émission spontanée qui cor- 
respond à un angle solide (À/2a)°. Les centres de courbure de ces 
ondes reposent dans le plan focal et sont déplacés par rapport au 
foyer commun des miroirs suivant deux directions à des distances 
kAf:/2a, lAf./2a, où f, est la distance focale du miroir convexe ; k et l, 
les indices des ondes. Les centres de courbure des ondes dont le rayon- 
nement est entièrement intercepté par le miroir concave remplis- 
sent une zone de dimension 2a X 2a (cf. la figure) ; le nombre de tel- 
les ondes est donc égal à (4a°/\f,)°. Le rayonnement des ondes dont 
les centres reposent près de la zone indiquée tombe également en 
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partie, comme le montre la figure, dans l'alignement du générateur, 
mais très vite sort complètement des limites du résonateur. C'est 
pourquoi, à l'exception des étapes les plus précoces de la stabilisa- 
tion, à ce processus prennent part réellement (4a*/Àf,)° ondes, c'est-à- 
dire l'émission spontanée qui correspond à l'angle solide (2a/f,)°. 

Observons maintenant le comportement des ondes; on peut le 
faire très bien dans le cadre de l’approximation géométrique tant 


Fig. 4.8. Passage des ondes sphériques par un résonateur télescopique : a) l’une 

des ondes « divergentes » b), c) passage suivant une ligne équivalente des ondes 

divergentes à centres de courbure à l'intérieur d’une zone large de 2a (b) et hors 
de cette zone (c). 


que la divergence ne s'approche pas tout près de la limite de diffrac- 
tion. Il est évident qu'après la première réflexion sur le miroir con- 
cave il reste à l’intérieur du résonateur une partie de la section 
de chaque onde égale à 1/A/° ; quant aux ondes elles-mêmes, de sphé- 
riques elles deviennent planes et leurs directions de propagation 
e Q La » ] : : k l 
sont inclinées par rapport à l’axe aux angles ro ro La lar- 
geur de toute la plage des angles, c’est-à-dire la divergence du fais- 
ceau globale fait ee _ 3 = 2a/Mf,;. Après chaque traversée 
successive du résonateur la quantité du rayonnement qui reste à 
l'intérieur du résonateur diminue cette fois encore de M* fois. Les 
incidences de tous les faisceaux, et avec elles, l’angle de divergence 
global diminuent de M fois. 
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De la sorte, après n traversées du résonateur, il reste à l’intérieur 
une part du rayonnement de toutes les ondes qui font partie de 
l’« amorce » égale à 1/M°", alors que la divergence « géométrique » 
globale fait 2a/M"f,. Le nombre de parcours »#, pendant lesquels la 
divergence « géométrique » diminue jusqu’à la valeur À/2a et de 
cette façon prend fin la formation du faisceau divergent par diffrac- 
tion (mode fondamental) est déterminé par la relation 2a/(M'of,) — 
— À/2a, ou Ma = 4a*/(Af,). Vers cet instant il reste à l’intérieur 
du résonateur la part du rayonnement d’« amorce » initial égale 
à 4/M°"0 = (}f,/4a°)*. On voit sans peine qu’à cette part correspond 
l'intensité du rayonnement telle qu’elle revenait au début en moyen- 
ne à une onde. 

. Toute primitive qu'elle est, cette analyse conduit aux mêmes 
résultats qualitatifs que ceux obtenus par [207 à 209] à l’aide des 
manipulations bien plus compliquées avec des « ondes qui se compri- 
ment ». En profitant de ces résultats on peut déjà entreprendre le 
calcul concret de la cinétique des lasers de ce type. Pourtant, la 
conclusion la plus importante peut être tirée sans faire des calculs 
détaillés. Les relations décrites ci-dessus entraînent que le temps de 
formation du faisceau dirigé par diffraction avec un encombrement 
fixé du résonateur diminue lentement et monotonement avec la 
croissance de A (puisque nr, = In {4 (M — 1) a*/AL]/InM). De cette 
façon la thèse suivant laquelle pour obtenir une divergence minimale 
il faut utiliser des résonateurs instables à gain maximal compte tenu 
des réserves faites à la p. 239, a reçu encore une justification bien 
éta yée. 

Toute cette conception a reçu une confirmation expérimentale 
[207]. En utilisant dans un laser pulsé à vapeur de cuivre un résona- 
teur télescopique à M — 6, le temps calculé nécessaire pour extraire le 
mode fondamental s’est avéré plus grand que le temps pendant lequel 
la densité du rayonnement à l’intérieur du laser donné a eu le temps 
de croître depuis la densité des bruits jusqu’au niveau de saturation. 
Il en a résulté que la divergence intégrée par rapport à la durée de 
l'impulsion a dépassé presque d’un ordre la limite de diffraction. 
Cette limite a été atteinte avec M — 200 (!), il est vrai au prix d’une 
élévation excessive du seuil d’oscillation. Probablement, avec des M 
intermédiaires on pouvait atteindre aussi bien une divergence faible 
qu'une énergie suffisante de l’émission *). 


$ 4.2. Résonateurs instables des lasers continus 


Aperçu des travaux expérimentaux. Peu après les lasers pulsés 
à verre au néodyme, les résonateurs instables commencèrent à être 
utilisés dans les lasers à gaz continus. Parmi les premières publica- 


*) Ce qui a été fait précisément dans un ouvrage récent [332]. 
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tions à ce sujet il n’y a que [211], petit papier très court mais de 
grand intérêt, qui a anticipé pour beaucoup le développement ulté- 
rieur des résonateurs des lasers à gaz dynamiques ; nous y reviendrons 
encore. Pour ce qui est d’autres recherches des années 1969-1973, 
elles avaient pour objet les lasers CO, à décharge électrique de basse 
pression [199, 212, 213] et les lasers chimiques (214, 215]. Là il faut 
signaler le travail précoce de Krupke et Sooy qui ont été les premiers 
à utiliser pratiquement un résonateur télescopique ; le soin avec le- 
quel a été montée l'expérience et l’homogénéité optique élevée du 
milieu actif ont permis aux auteurs d'observer la structure diffractive 
de la répartition dans la zone éloignée à largeur totale du maximum 
central de l’ordre de 1” (3,5-10* rad) *). 

[Il convient de noter que dans tous les ouvrages mentionnés sauf 
[211], non seulement les objectifs, mais aussi les conditions se dis- 
tinguaient brutalement des conditions des tests exploitant les lasers 
à néodyme, en premier lieu par le fait que, vu les dimensions mo- 
destes des sections des résonateurs et une grande longueur d'onde, 
les nombres de Fresnel NV étaient assez petits. Par contre, la limite 
théorique de la divergence de ces lasers n’était pas petite. Ainsi, 
dans le même ouvrage de Krupke et Sooy, la largeur de l’anneau de 
l'émission à la sortie du laser était = 1 mm; l’angle qui consommait 
la moitié de l’énergie, bien qu'il n’était pas mesuré, devait consti- 
tuer dans ces conditions 2° 10-$ rad. Une telle divergence pouvait 
parfaitement être atteinte à l'aide d’un résonateur plan. C'est pour- 
quoi le résultat positif principal des ouvrages mentionnés est non 
pas les réalisations dans le domaine de la sélection angulaire, mais 
la vérification expérimentale de plusieurs conclusions de la théorie des 
résonateurs instables relatives à la valeur des pertes, au caractère 
de leur rapport avec W:.. etc. Un résumé détaillé des résultats de la 
vérification de la théorie est donné par l’aperçu très nourri de Sieg- 
man [216]. Fait curieux: conformément aux recommandations de 
Siegman [167] la plupart des chercheurs s’appliquaient à sélectionner 
les paramètres des résonateurs de façon que V:« soit voisin d’un 
nombre demi-entier, mais aucun des articles ne contient de données 
qui témoigneraient qu’un tel choix est en effet propice du point de 
vue de la divergence du faisceau. 

Examinons maintenant plus attentivement les résultats de [211]. 
Cette note est consacrée aux expériences avec un laser à gaz dynami- 
que puissant; la zone active à résonateur est schématisée par la 
figure 4.9 empruntée à [211]. La figure montre que le résonateur est 
placé de façon que le rayonnement traverse le flux de gaz perpendicu- 
lairement à la direction du déplacement du flux lui-même. Cette 


*) Ce méme ouvrage a soumis pour la première fois à l'analyse les consé- 
quences du désalignement et de la modification de la courbure des miroirs des 
deux types des résonateurs confocaux instables. 
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disposition du résonateur dite transverse, est adoptée parce que les 
puissances moyennes élevées imposent de grands débits du mélange 
gazeux ; or, les flux de gaz homogènes à grand débit sont réalisables 
seulement lorsque les éléments du résonateur sont placés hors des 
limites de la section du flux (dans les lasers à décharge électrique il 
en est tout à fait de même pour les ensembles à électrodes). 

Les auteurs de [211] ont mis à l’essai les lasers à gaz dynamiques 
munis de résonateurs de deux types. Le premier a été un résonateur 


Fig. 4.9. Schématisation de la zone active et du résonateur d'un laser à gaz 
dynamique puissant [211]: Z — miroirs plans; 2 — miroir convexe de sortie; 
3 — miroir concave extérieur; 4 — faisceau de sortie. 


stable composé de deux miroirs métalliques de grande dimension, 
dont l’un était percé d’un grand nombre de trous d’un diamètre de 
4,5 mm à surface totale de l’ordre de 6% de la surface totale du mi- 
roir. De point de vue de la divergence du faisceau, cette astuce est 
au-dessus de toute critique ($ 2.5); par contre, elle permet de réaliser 
un résonateur aux petites pertes par rayonnement données et, comme 
le montre l’expérience [211], peut être utilisé pour assurer l’optimi- 
sation expérimentale des caractéristiques énergétiques d’un laser. 
La puissance de sortie obtenue avec ce résonateur était de 55 kW. 

Le résonateur du deuxième type est représenté sur la figure 4.9. 
Il se composait de quatre miroirs et était déjà instable. L'un des 
miroirs était convexe et servait pour la sortie: son diamètre était 
donc plus petit que ceux des autres. Le faisceau qui passait à côté 
de ce miroir frappait un miroir concave supplémentaire qui le foca- 
lisait sur le trou dans la paroi de la cavité, par lequel il était canalisé 
à l'extérieur. L'utilisation du schéma à trois traversées du milieu 
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actif a permis malgré une faible amplification sur chaque parcours, 
d'assurer le fonctionnement du laser avec un gain M — 1,6; la 
puissance de sortie était de 30 kW. 

Le dédoublement presque de la puissance laser par rapport au 
cas du résonateur stable témoigne du fait que pour un résonateur du 
laser à gaz dynamique l'obtention d’une efficacité limite de la 
transformation de l'énergie n’est pas une tâche aussi triviale que 
pour les lasers pulsés. Il convient également de retenir qu’un résona- 
teur de ce type se compose généralement de plusieurs miroirs refroi- 
dis soigneusement alignés (ou même munis d’un système d'’autoa- 
justage ; cf. [217]) et constitue avec les ensembles de fixation, les 
dispositifs d’ajustage, etc., un engin assez compliqué. Il fait partie 
d’une construction technique encore plus compliquée qu'est un laser 
à flux rapide dans son ensemble. Puisque dans ces conditions le 
choix purement empirique d’un résonateur optimal devient une 
tâche trop ingrate, les méthodes d'analyse théorique ont connu une 
large expansion. 

Méthodes de calcul de l’efficacité des lasers à flux. Dès le début 
il faut délimiter deux cas. Si un laser à flux rapide fonctionne en. 
régime fréquentiel, lorsque l'excitation du milieu est assurée par 
des impulsions répétitives périodiques, la méthodologie de calcul 
de ses caractéristiques énergétiques ne se distingue en rien de la 
méthodologie de calcul de l’efficacité du résonateur des lasers pulsés- 
ordinaires. En effet, une impulsion de pompage dure généralement 
de 108 à 10-*s; pendant ce temps le milieu se déplace à une distance 
si petite qu’on peut le considérer comme fixe (dans les lasers fré- 
quentiels la vitesse du flux ne dépasse généralement pas 100 m/s). 
On sait d’après le $ 1.4 que pour les conditions de pompage données 
dans les lasers pulsés l’état de leur milieu actif dans un volume 
élémentaire quelconque est déterminé univoquement par la densité 
du rayonnement qui traverse ce volume. Ceci permet de parler non 
seulement du rendement de la source dans son ensemble, mais aussi 
de l'efficacité de la transformation de l’énergie dans une partie. 
quelconque de son volume, ce qui facilite sensiblement la compré- 
hension des lois principales ($ 1.4). Le caractère local de la dé- 
pendance du coefficient d'amplification ou gain vis-à-vis de la den- 
sité du rayonnement permet également de simplifier sensiblement. 
les calculs des lasers à résonateurs instables. Premièrement, dans 
ce cas les équations elles-mêmes qui décrivent l’état du milieu ne. 
sont pas compliquées. Deuxièmement, dans ces conditions il n’est 
pas difficile du tout, en utilisant la condition de seuil, de calculer 
la densité du rayonnement sur l’axe du résonateur avant d'établir 
la répartition dans tout le volume (cf. $ 4.1), ce qui accélère considé- 
rablement la procédure itérative usuelle. 

Dans les lasers à flux continus la situation est sensiblement 
différente. Pour eux, la notion d'efficacité locale n'existe en général 
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pas : le milieu actif excité à l'avance passe par tout le faisceau généré 
et nombre d’atomes qui ont interagi avec le faisceau ne peut être 
calculé qu’en partant de la connaissance de la répartition du rayonne- 
ment dans son ensemble. Il est plus difficile également de calculer 
à l'avance la densité du rayonnement sur l’axe du système, puisque 
sur l’axe l’inversion de population dépend non pas de cette densité, 
mais de toute la préhistoire du milieu venu jusque-là, en particulier, 
de la densité du champ sur toute sa trajectoire. 

Des lois identiques régissent également le pompage optique laté- 
ral des lasers à effet Raman [218]. D'une part le coefficient d’ampli- 
fication du rayonnement de la génération à la fréquence Raman, ou 
gain Raman, est proportionnel à la densité du rayonnement de pom- 
page à la fréquence initiale. D’autre part, l’atténuation du rayonne- 
ment de pompage à mesure qu "il passe par le milieu est déterminée 
presque entièrement par son interaction avec le rayonnement généré ; 
sans la génération le rayonnement de pompage initial est faiblement 
absorbé par le milieu. On voit sans peine que la densité lumineuse 
-de pompage dans les lasers à effet Raman est du point de vue de la 
théorie des résonateurs un analogue complet de la densité de l’inver- 
sion de population dans les lasers à flux ; à l'absorption résiduelle 
dans le milieu du laser à effet Raman correspond la diminution de 
l'inversion de population à l’aval du flux de gaz au dépens de la 
relaxation spontanée du milieu actif du laser à flux. 

Dès 1968 Aléxéev et Sobelman [219] ont indiqué que l'utilisation 
d'un résonateur plan dans un laser à effet Raman à pompage latéral 
‘est gros de conséquences désagréables. Puisque le gain près du bord 
du résonateur où se fait le pompage domine sensiblement dans les 
cas courants sur les pertes à la fréquence Raman sur les miroirs et 
dans le milieu, ici la densité du rayonnement s'avère excessive (si 
sa croissance n'est pas entravée par le déclench2ment des oscillations 
à des fréquences Ramän successives, pour lesquelles le rayonnement 
à la première fréquence Raman est lui-même un pompage). Par ail- 
leurs, la croissance de la densité du rayonnement transformé (Ra- 
man) s'accompagne de la croissance du coefficient d'atténuation du 
rayonnement primaire: le domaine de la génération puissante fait 
écran en empêchant la pénétration du rayonnement de pompage 
«ans le volume restant. C’est la manifestation de la tendance diffi- 
cile à éliminer de la contraction du domaine de génération en une 
zone très étroite [219]. Des lasers à flux doivent donner également 
lieu à des phénomènes analogues, bien que leur forme n’est pas aussi 
marquée (nous examinerons un peu plus tard les raisons de cet état 
de choses). 

Dans le cas d’un résonateur instable la production indépendante 
des oscillations à la périphérie du laser à effet Raman ou à flux est 
impossible, du fait que le rayonnement doit y venir à partir de la 
zone centrale de la section. Une croissance excessive de la densité 


$ 4.2] RESONATEURS INSTABLES DES LASERS CONTINUS 257 


du rayonnement sur l'axe du système est également impossible 
puisqu'elle provoque également la croissance rapide de la densité 
à la périphérie, ce qui réduit l’amplification sur l’axe. Il en résulte 
que le régime devient auto-équilibré ; le rayonnement remplit toute 
la section du résonateur, sa densité s'établit à un niveau tel que 
le nombre de quanta de pompage qui atteint l’axe dans un laser 
à effet Raman ou d’atomes excités dans un laser à flux assure l’ob- 
servation exacte du régime stationnaire. 

Ces considérations ont été formulées par [154] et confirmées 
par les données expérimentales de [211] déjà cité (la répartition irré- 
gulière de l'intensité suivant la section d’un résonateur instable 
ne dépassait pas +50%). Tous les ouvrages théoriques ultérieurs 
consacrés à l'évaluation de l'efficacité des lasers continus, soumet- 
tent à l'étude ce régime auto-équilibré de la production du mode 
inférieur transverse. 

Il est vrai que l’ouvrage [220], qui a connu une certaine vogue, 
a proposé le modèle mathématique d’un laser à flux tel qu’il impo- 
sait un régime non pas stationnaire mais un régime d’auto-oscilla- 
tions, à période de l’ordre de la durée du passage du flux de gaz par 
la zone du résonateur. Si ce modèle était correct, les auto-oscilla- 
tions seraient le fait d’une classe des lasers bien plus large que ne le 
supposaient même les auteurs de [220] *). Pourtant, [220] considérait 
que le milieu est à une composante, la vitesse de la lumière infinie 
et l’approximation géométrique vraie même dans les conditions où 
les propriétés du milieu varient brusquement dans les limites de 
petites zones de la section du résonateur près de son axe. A en juger 
d’après les résultats de [221], il suffit de réfuter ne serait-ce que 
l'hypothèse sur le constituant unique du mélange pour que la ten- 
dance aux auto-oscillations diminue brusquement (or, les mélanges 
employés dans les lasers réels comptent généralement plus d’un 
constituant). Les oscillations doivent également être atténuées si 
on tient compte du fait très important que la lumière parcourt le 
résonateur en un temps fini (on sait déjà des ouvrages du début des 
années 1960 consacrés à la cinétique des lasers à solide qu’en négli- 
geant cette circonstance on aboutit ordinairement à des résultats 
absurdes). Il en résulte donc que la conclusion tirée par [200] sur 
l'expansion du régime des auto-oscillations profondes n’est pas suffi- 
samment justifiée. Pour ce qui est des variations ordinaires et inévi- 
tables de l’intensité dues à la fluctuation de la qualité du résonateur, 
etc., il est peu probable qu’elles peuvent provoquer des écarts im- 
portants des paramètres énergétiques du laser mis en moyenne sur 
un grand intervalle de temps, par rapport aux résultats des calculs 
en approximation quasi stationnaire (cf. $ 1.4). 


*) A la fin de cet article, les phénomènes de saturation du gain étaient 
décrits en introduisant incorrectement un facteur supplémentaire, alors que 
les équations initiales en tiennent déjà compte. 
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Le calcul lui-même de l'efficacité d’un laser fonctionnant en 
régime stationnaire se ramène, dans le cas général, à la recherche 
de la combinaison auto-accordée des répartitions du gain et du champ 
de génération. Les équations qui décrivent la relation entre la répar- 
tition du gain et les conditions d’excitation du champ de génération 
dépendent des particularités du milieu, et de ce fait peuvent être 
les plus différentes. Pour ce qui est de la répartition du champ, pour 
l’établir il suffit le plus souvent d’utiliser l’approximation géo- 
métrique. En effet, les raisons pour lesquelles on peut négliger la 
diffraction par les bords dans les lasers à grand N4 ont été déjà 
discutées ($ 3.3). La prise en considération des irnhomogénéités à 
grande échelle du milieu actif ($ 3.2) n’impose pas non plus l'appel 
à l’approximation diffractive. Qui plus est, si le milieu n’est pas 
trop inhomogène, on peut admettre également que la marche des 
rayons est la même que celle qui aurait lieu dans un résonateur 
idéal. Il s’ensuit qu’en général, dans le calcul énergétique on peut 
ne pas tenir compte de la faible inhomogénéité optique du milieu 
actif, aussi bien que de la diffraction par les bords. 

D'autre part, puisque la divergence du faisceau dépend en pre- 
mier lieu de la répartition de la phase à la sortie de la source, alors 
que l'influence qu’elle subit de la part de la répartition irrégulière 
de l’intensité est faible, les phénomènes de saturation du gain doivent 
agir peu sur sa valeur ; cette conclusion est tirée du $ 1.1 et est confir- 
mée par les résultats des calculs concrets parfois entrepris (par exem- 
ple, [222]. Il s'ensuit que la largeur du diagramme de directivité 
peut être évaluée en première approximation sans calculer les ca- 
ractéristiques énergétiques du laser. 

Pour trouver une solution auto-congruente on utilise le plus 
souvent la méthode itérative. Voici en quoi consiste la procédure 
la plus simple employée aux années 1960 pour l'exploration des 
phénomènes de saturation du gain dans les résonateurs plans et 
stables (100, 90, 109]. On prend une certaine répartition du champ 
initiale, dans les cas courants, uniforme ; cette répartition est portée 
dans les équations du milieu qui sont résolues pour trouver la réparti- 
tion spatiale du gain. Ensuite on calcule une nouvelle répartition du 
champ résultant d’une seule traversée du résonateur à milieu actif 
par le faisceau initial. La répartition du champ ainsi obtenue est 
encore portée dans les équations du milieu, etc. Appliquée aux cal- 
culs des lasers à résonateurs instables à milieu faiblement inhomogène 
réalisés en approximation géométrique, la procédure donnée peut 
s’écrire Fa+1 (r) = f [ua (r)l, un+s (r) = Fa (r) ua (r/M), où F est 
la fonction d’aberration calculée compte tenu de la répartition du 
gain (cf. $ 3.2); l'indice indique le numéro de l’itération. Les calculs 
sont assez lourds du fait que bien que dans les formules ci-dessus 
figure seulement la répartition du champ u (r) au voisinage du miroir 
de sortie, pour le calcul de F (r) il faut manipuler avec la répartition 


$ 1.2] RÉSONATEURS INSTABLES DES LASERS CONTINUS 259 


du gain (et, par suite, du champ) dans tout le volume du 
laser. 

Nous avons déjà dit que la convergence de la procédure itérative 
peut être sensiblement accélérée en calculant au préalable la densité 
du rayonnement et l’inversion de population sur l’axe du résonateur. 
Dans le cas des lasers examinés au paragraphe précédent, il suffisait 
à cet effet d'envisager les conditions sur l’axe lui-même. On verra 
par la suite qu’à l’aide de calculs plus compliqués ce problème peut 
être résolu également pour des lasers à flux. Les données obtenues 
sur la valeur du champ et l’état du milieu sur l'axe du résonateur 
sont employées dans les calculs ultérieurs ; qui plus est, la condition 
de stationnarité du régime s'avère remplie sur toutes les étapes de la 
procédure itérative. En calculant encore une fois la répartition du 
gain, ceci permet de ne pas se borner à « faire passer » une seule fois 
le faisceau par le résonateur à milieu, mais chercher la répartition 
du champ stationnaire qui correspond à l'allure donnée de l'état 
du milieu. La procédure itérative s'écrit alors: F,4, (r) = f {u, (r)l, 
Unie) = u(0)F, (r) Fa (M) E, (r/M°)..., où u (0) est l'ampli- 
tude du champ sur l’axe trouvée au préalable. Il en résulte que le 
volume des calculs diminue sensiblement, surtout dans le cas des 
modèles mathématiques du milieu compliqués. C’est aussi par cette 
méthode à peu près qu’ont été effectués les calculs mentionnés au 
$ 4.1 des lasers pulsés à pompage optique irrégulier [188] et le calcul 
des lasers à gaz dynamiques décrits dans ce qui suit. 

On utilise également d’autres procédés qui permettent de réduire 
le volume des calculs aussi bien lors de la recherche de la répartition 
du champ d’après les paramètres donnés du résonateur et de l’état 
du milieu, que lors du calcul des lasers dans leur ensemble. Bien 
que les idées de chacun de ces procédés sont étayées par des argu- 
ments convaincants, il est difficile pour le moment de dire lequel 
d’entre eux est le plus efficace. Aussi, renvoyons-nous ceux qui dési- 
rent faire une plus ample connaissance des méthodes de calcul aux 
nombreux articles correspondants ([222 à 227, 188, 1561, etc.), 
en nous bornant, quant à nous, à expliquer certaines particularités. 
des calculs et du comportement des lasers à flux sur l'exemple fourni 
par [188, 228] du laser à gaz dynamique à résonateur télescopique 
à deux miroirs. Dans ce dernier, toutes les lois principales sont les 
mêmes que dans le cas du résonateur du type représenté sur la figu- 
re 4.9 (si, certes, les lasers de même amplification sont comparés 
non pas suivant la largeur du flux, mais sur toute la trajectoire, 
depuis un miroir terminal jusqu'à l’autre). Dans le cas des lasers 
à résonateurs dout l’axe est « brisé » non pas transversalement, mais 
le long du flux de gaz, le comportement est différent; nous ne les 
examinerons pas. 

Le plus simple modèle de milieu d’un laser à gaz dynamique. 
Méthodologie et résultats des calculs énergétiques des lasers à gaz 
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dynamiques à résonateur à deux miroirs. Dans la grande majorité 
des lasers à gaz dynamiques l’inversion de population est réalisée 
d’après l’hypothèse de Koniukhov et Prokhorov [229] par détente 
adiabatique du mélange de gaz composé surtout de CO, et N,. Ce 
sont précisément ces deux constituants qui jouent le rôle principal 
dans le processus. Les molécules de CO, sont caractérisées par une 
durée relativement petite de relaxation vibrationnelle ; ce sont elles 
également qui sont le siège de la transition laser. La diminution 
rapide des réserves d'énergie vibrationnelle dans ce constituant est 
compensée en partie par le transfert d’excitation par résonance lors 
des chocs avec les molécules de N.. 

La concentration molaire relative du deuxième constituant du 
mélange 1 — c est plus grande que celle du premier (c), et la partie 
dominante des réserves communes de l'énergie vibrationnelle est 
concentrée précisément dans le deuxième constituant N, qui, de cette 
façon, est un « réservoir » d'énergie particulier. La grande durée 
de la relaxation vibrationnelle propre des molécules du deuxième 
constituant fait que l'énergie de ce réservoir est débitée surtout par 
excitation des molécules du premier constituant. 

Bien que les atomes qui de telle ou telle façon participent au 
fonctionnement du laser se trouvent à un nombre assez grand de 
niveaux vibrationnels des deux constituants, Koniukhov [230] a 
proposé de se borner pour la description de la relaxation du milieu 
dans la zone du résonateur à un système de deux équations seule- 
ment. Ces équations réduites à la forme la plus commode pour les 
calculs des résonateurs s’écrivent [188] 


NE NT ee A D 
dx h h; (p + D ) k, ’ 
dka (z, 2)  … Cho — (1 — c) ki ke 
dz h ho 


Ici k, est le gain de l’émission laser ; il est proportionnel aux réserves 
d'énergie vibrationnelle du premier constituant (la population du 
niveau laser inférieur est considérée comme nulle, ce qui, générale- 
ment, n’entraîne pas de graves erreurs); *,, la grandeur possédant 
la dimension (mais non pas le sens) du gain, qui caractérise les réser- 
ves d'énergie vibrationnelle de W,; p* et p” sont, comme au para- 
graphe précédent, les densités des flux dirigés dans des directions 
opposées, exprimées en unités correspondantes ; les notations des coor- 
données sont données sur la figure 4.10 ; k,, hk:, les distances parcou- 
rues par le flux du mélange en un temps suffisant pour que la relaxa- 
tion vibrationnelle des constituants isolés s'effectue en l’absence de 
l’échange d'énergie par résonance ; enfin, hk, la distance parcourue 
pendant le temps suffisant pour que les processus d'échange d'énergie 
par résonance, en négligeant les processus d’autres genres (relaxation 
vibrationnelle, émission stimulée), provoquent la relaxation du 
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rapport de l’énergie accumulée dans les constituants 4./k, à la valeur 
d'équilibre -— c/(1 — c) (on admet que dans la collision de deux 
molécules différentes la probabilité d'échange de l'excitation est la 
même, quelle que soit la molécule excitée avant la collision). Notons 
que l'énergie étant échangée entre les constituants à une vitesse 
finie (k -£ 0), la réserve globale de l’énergie vibrationnelle dans le 
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Fig. 4.10. Schéma d’un résonateur télescopique dans un laser à flux. 


milieu ne peut diminuer trop vite, même si la densité du rayonne- 
ment est aussi grande que l’on veut. Ceci précisément doit rendre 
plus faible la tendance déjà mentionnée au « pincement » de l’émis- 
sion dans le cas d’un résonateur plan. 

On peut montrer que le passage de la densité du rayonnement 
de sortie p* exprimée en unités adoptées, à l'efficacité du résonateur 
ZX, définie comme le rapport entre le nombre de quanta du rayonne- 
ment de sortie et le nombre général de molécules excitées à l’entrée 
du résonateur, doit se faire suivant la formule 


X= [pt (s)as { [ti (s)+ (sas) "", 


où la première intégrale porte sur l'ouverture optique de sortie du 
résonateur, et la deuxième, sur la surface de la section du flux à son 
entrée dans le résonateur. 

Bien que ce modèle soit simple, son application assure une pré- 
cision suffisante des calculs énergétiques du laser à gaz dynamique 
dans une marge définie de la composition et des paramètres’ du mé- 
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lange [231]. Dans la plus grande partie des calculs concrets, dont les 
résultats seront exposés dans ce qui suit, on a utilisé les données 
initiales typiques pour les lasers à gaz dynamiques : composition du 
mélange: CO,, 15%; N:, 83,9%; H,0, 1,5%; vitesse du flux: 
1500 m/s; pression des gaz dans la zone du résonateur: 0,1 atm; 
température du flux : 350 K. Les valeurs des paramètres qui corres- 
pondent à ces données et qui figurent dans les équations du milieu 
sont : c — 0,15; k = 0,1 cm; h, = 4 cm; h; = 250 cm. Voici encore 
la valeur d’une caractéristique intéressante du milieu actif du laser 
à flux telle que la longueur Æ parcourue pendant le temps suffisant 
pour la réalisation de la relaxation indépendante de l'excitation en 
l'absence du champ. On sait que cette longueur de relaxation unique 
est propre à un mélange à plusieurs constituants quelconque, pour 
lequel la vitesse d'échange d'énergie entre ses constituants est 
sensiblement supérieure aux vitesses des autres processus. Cette 
condition est observée pour notre milieu (k € h,, h;); la longueur 
de relaxation générale est Æ = [(c/h;) + (1 — c)/h,l"! & 25 cm. 

On admettait qu’à l’entrée du résonateur le milieu actif était 
équipondérant (k7/k, = c/({ — c)) et uniformément excité suivant 
la section, la grandeur totale du gain à l'entrée du résonateur Æ’L 
variant de 0,3 à 0,6 (L est la largeur du flux du milieu). Pour l’extrac- 
tion maximale de l'énergie dans le cas de la disposition des miroirs 
représentée sur la figure 4.10, leur forme doit être, évidemment, 
rectangulaire, ce qu’on a adopté, d’ailleurs, dans les calculs. Le 
coefficient de réflexion retenu de chaque miroir était de 98%. 

Les calculs concernaient les résonateurs à miroirs aussi bien 
cylindriques que sphériques. Dans le premier cas les calculs ne sont 
pas très compliqués, puisque toutes les répartitions sont, au fond, 
bidimensionnelles. Toutefois, un résonateur à miroirs cylindriques 
ne peut assurer la sélection angulaire que suivant une seule direc- 
tion. Dans le cas pratiquement le plus important des miroirs sphéri- 
ques, les calculs se compliquent : le flux de gaz traverse successive- 
ment des plans qui uassent par l’axe du résonateur sous des angles 
différents à la direction du flux, et il s'avère que les solutions dans 
ces plans dépendent les unes des autres. Pour obtenir la solution 
suivant tout le volume, il faut donc à toutes les étapes des itéra- 
tions manipuler avec des répartitions tridimensionnelles totales 
du champ et du gain. L’exception ne fait qu’un seul plan qui passe 
par l’axe du résonateur, celui dans lequel la solution peut s’obtenir 
sans construire des répartitions dans le volume restant; c’est le 
plan de la figure 4.10. La résolution du problème bidimensionnel 
correspondant permet de trouver tout de suite le champ sur l’axe 
du résonateur, ce qui rend sensiblement plus faciles les calculs 
ultérieurs. | 

Il s'est avéré également commode de diviser le résonateur en 
deux parties par le plan axial z = 0, qui dans le cas général ont 
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des longueurs différentes L,, L, (cf. fig. 4.10), et de s'attaquer aux 
calculs des répartitions dans la partie droite seulement après l’obten- 
tion de la solution complète pour la partie gauche. 

En cherchant à optimiser le résonateur on variait son gain :W, 
la largeur des parties gauche et droite L, et Z,.. Outre l'efficacité X 
du résonateur, on calculait également pour chaque variante les 
valeurs des pertes relatives caractéristiques des lasers à flux: par 
relaxation dans le volume X,4«, par extraction du résonateur X, et 
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Fig. 4.11. Dépendance de l'efficacité de la partie gauche du résonateur X8, 


des pertes relatives par relaxation dans son volume XË,, et à la sortie de cette 


partie, XB, vis-à-vis de la longueur de la partie gauche !, pour M — 1,33; 
courbes 1, 2, 3, pour A°L = 0,6, 0,5 et 0,4 respectivement. 


par absorption sur les miroirs Xn = 1 — X — XX, — Xe. Rap- 
pelons que X est le rapport du nombre de quanta émergeant du 
résonateur sous forme de rayonnement utile au nombre total de 
molécules excitées qui entrent dans le résonateur pendant le même 
temps; les pertes relatives par relaxation et extraction constituent 
des parties de ce nombre total dues respectivement aux processus 
de désactivation par collisions et à l’échappement du résonateur des 
molécules excitées qui n’ont pas interagi avec le rayonnement ; 
le sens de X, est parfaitement clair. 

Passons à l’examen des résultats relatifs au cas du résonateur 
à miroirs sphériques. La figure 4.11 visualise l'efficacité de la partie 
gauche du résonateur X* et des pertes relatives X* et X=, en fonc- 


tion de la largeur de cette partie /, suivant le flux. Comme le montre 
Ja figure, avec la diminution de /, les pertes par relaxation diminuent 
à peu près proportionnellement à L;, alors que les pertes par échap- 
pement changent peu; il en résulte que l'efficacité X° augmente. 
Le sens de ces lois devient clair si on attire l’attention sur la parti- 
cularité suivante de la solution pour la partie gauche. Dans le 
plan axial x —0 qui divise le résonateur en parties gauche et droite, 
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la répartition de la densité du champ et, ce qui est particulièrement 
important, celle du gain, se sont avérées dans tous les cas calculés 
suffisamment uniformes. De la sorte, le long de la partie gauche du 
résonateur, le gain suivant toute la section du flux diminue de la 
valeur initiale À à peu près jusqu'à la valeur seuil 4S — (In M — 
— In R”)/L (R' est le coefficient de réflexion des miroirs). Il faut 
encore ajouter à ceci que pour le mélange choisi, l’échange d'énergie 
entre les constituants est si rapide que le champ présent ne peut 
pas violer sensiblement le rapport 
équipondéral entre le nombre de 
molécules excitées de CO, et N.. Il 
s'ensuit que les pertes par échap- 
pement de la partie gauche du réso- 
nateur, quelle que soit sa largeur, 
doivent dans le cas considéré être 
voisines de A$/k?. 

4 70 20 JÙ Lo, cm D'autre part, plus la largeur L, 
Fig. 4.12. Relation entre l'effica- devient petite, plus les champs 
cité de la se droite du résona- doivent être grands pour assurer 
teur et sa longueur Z, pour M — une telle diminution du gain. Ceci 
— 1,38 et trois p (0, 0) différents. Conduit à l'augmentation du rôle 

des processus de rayonnement sti- 
mulé par rapport au rôle des processus de relaxation, c'est-à-dire 
à l’augmentation de XF au dépens de la diminution de XF. 


Considérons maintenant la partie droite. Nous avons vu que 
l’état du milieu à l’entrée de cette partie peut être adopté en pre- 
mière approximation comme bien défini par la valeur des pertes 
du résonateur. C’est pourquoi le seul paramètre dépendant des condi- 
tions dans la partie gauche et devant varier lors de l’étude de la 
partie droite est la densité du flux de rayonnement sur l’axe p (0, O); 
ceci permet de diminuer sensiblement le nombre de variantes de 
calcul de la partie droite. 

La construction de la solution pour la partie droite permet 
de calculer son efficacité X4 définie comme la fraction des molé- 
cules excitées « retraitées » en rayonnement de sortie, qui sont res- 
tées après la traversée de la partie gauche. Les résultats de calcul 
de Xd pour M = 1,33 et trois valeurs de p (0, 0) sont visualisés 
par la figure 4.12. On voit que la relation entre Xd et /, se distingue 
suivant son allure de celle pour la partie gauche : avec l’augmenta- 
tion de /, l'efficacité augmente d’abord rapidement, puis de plus 
en plus lentement pour atteindre enfin un certain maximum très 
peu incliné. Ceci s'explique par le fait qu'à mesure que le milieu 
actif traverse la partie droite du résonateur, la réserve de l’énergie 
vibrationnelle des molécules s’épuise définitivement, la diminution 
de la densité du champ à l’aval du flux rendant ce processus de plus 
en plus'lent. L'efficacité maximale est atteinte lorsque le gain dans 
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le milieu devient si faible qu’il s’égalise avec les pertes sur les mi- 
roirs. On peut, certes, se borner pratiquement à une largeur bien 
plus petite de la partie droite, en perdant très peu en efficacité tout 
en gagnant sensiblement en dimension des miroirs. Pour les para- 
mètres du milieu indiqués ci-dessus on peut adopter comme valeur 
raisonnable de la longueur !, = 15 cm (cf. [228], ainsi que fig. 4.12), 
que nous utilisons justement dans les calculs qui suivent. 
Maintenant nous pouvons aborder l'étude des propriétés du réso- 
nateur dans son ensemble. La figure 4.13 visualise les relations entre 
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Fig. 4.143. Relation entre l'efficacité X du résonateur dans son ensemble et 

ses paramètres pour une longueur de la partie droite Z, = 15 cm: a) dépendance 

de la grandeur X de la longueur de la partie gauche pour M = 1,33; b) dépen- 
dance de la grandeur X du paramètre A pour L, = 3 cm. 


son efficacité À — X6 + XEX4 d'une part, et le gain M et la 
largeur de la partie gauche pour !, — 15 cm, de l’autre. On voit 
que cette relation coïncide en allure avec la relation analogue pour 
la seule partie gauche (cf. fig. 4.11). On le comprend, d’ailleurs: 
pour de petits M et L,, p (0, 0) croît; il en résulte une efficacité 
accrue non seulement de la partie gauche, mais aussi de la partie 
druite, et avec elles, du résonateur dans son ensemble. La croissance 
de À avec la diminution de M et L, se poursuit suivant toute la marge 
des paramètres examinés, en ralentissant seulement dans le cas de 
KL = 0,6 pour , = 3cmet M - 1,3; à ce moment, X atteint déjà 
60%. Il n’y a aucun sens d’explorer la région des valeurs encore 
plus petites de M et L,: pour les dimensions ordinaires de la partie 
active du laser à gaz dynamique, l’approximuation géométrique cesse 
d’être justifiée et la directivité du rayonnement s'altère. 

Ainsi, pour atteindre une efficacité élevée de la transformation 
de l’énergie il s'avère suffisant de choisir une largeur commune du 
résonateur ne le cédant pas beaucoup à la longueur de relaxation 
du milieu (rappelons que À = 25 cm), une largeur de la partie 
gauche inférieure d'un ordre environ, et les pertes du résonateur 
telles que le gain seuil soit deux fois à peu près inférieur à sa valeur 
à l’entrée du résonateur. Le sens de ce choix est parfaitement clair 
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et peut ne pas aboutir au résultat désiré seulement si la vitesse 
d'échange d'énergie entre les constituants du mélange n’est pas 
assez élevée. En effet, la réserve générale de l'énergie vibration- 
nelle n'aura alors pas le temps de suivre la diminution du gain en 
présence du champ, et les pertes par échappement doivent augmenter. 

[228] fait une série de calculs correspondants pour les mélanges : 
CO,, 5%; N:, 90%; H,0, 5% et CO: 8%; N+, 90%; H0, 
2 % ; dans les deux cas la quantité Æ°L valait 0,8 ; la pression adoptée 
était de 0,05 atm, les autres paramètres étant les mêmes que dans le 
cas précédent. La vitesse d'échange d'énergie entre les constituants 
de ces mélanges était sensiblement plus petite (surtout par suite 
de la basse pression). Les calculs ont montré que pour un choix analo- 
gue de la position de l’axe et des dimensions des miroirs, la valeur 
de l’efficacité de l’ordre 0,6 à 0,7 était atteinte seulement lorsque 
le gain seuil était 3 à 4 fois inférieur à celui de l'entrée. Voici un 
fait remarquable du point de vue méthodologique. Bien que dans 
le plan x = 0 le gain soit toujours voisin du seuil, le nombre de molé- 
cules de N, excitées dépend ici également de la densité du champ. 
Puisque dans tout le plan indiqué cette dernière à son tour est proche 
de p (0, 0), pour les mélanges à faible vitesse d'échange d'énergie, 
la grandeur p (0, 0) reste également le seul paramètre devant subir 
la variation dans les calculs de la partie droite. 

Problème de la répartition uniforme du champ suivant la section 
droite du résonateur d’un laser à flux. L'exemple ci-dessus est assez 
typique : il rend claires les considérations qui doivent être et sont 
retenues lors du choix du résonateur pour un laser à flux rapide. 
On voit également que dans le cas du choix exact de ses paramètres, 
même le résonateur instable le plus simple à miroirs sphériques peut 
parfaitement assurer une efficacité suffisante de la transformation 
de l'énergie. Pourtant, pour des applications pratiques il est presque 
aussi important d’avoir une répartition de l'intensité du rayonne- 
ment suivant la section plus ou moins régulière (s’il n’en est pas 
ainsi, les charges thermiques locales des miroirs et la divergence du 
faisceau augmentent). Bien que dans les résonateurs instables de ce 
type la répartition du champ soit plus uniforme que dans les résona- 
teurs plans, ceci ne suffit pourtant pas. Ainsi, la figure 4.14 visualise 
la répartition de l'intensité sur un miroir sphérique concave (courbe 7) 
pour ce cas précisément où avec un mélange sous pression de 0,1 atm 
on atteint une efficacité de 60% (4°L = 0,6; l, = 3 cm; M = 1,3). 
Il y a là encore le diagramme d’un résonateur bidimensionnel (cour- 
be 2) pour les mêmes paramètres du milieu, pertes et position de 
l’axe (notons que dans ces conditions son efficacité est à peu près 
la même). La figure montre que la répartition du champ est très 
irrégulière, surtout dans le cas plus important des miroirs sphériques 
(en approximation de diffraction le « pic » affiné de la répartition 
peut être quelque peu aplani, mais il est évident que l'irrégularité 
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générale reste importante). Une forme de répartition plus favorable 
s'observe seulement dans les variantes à efficacité plus faible, sur- 
tout pour des M excessivement grands, lorsque le champ à l’inté- 
rieur du résonateur s’avère insuffisamment intense. C’est cette situa- 
tion exactement qui avait lieu, probablement, dans les expériences 
sur le laser à gaz dynamique puissant décrit ci-dessus [211], le té- 
moignage en est fourni par la faible efficacité du résonateur pour une 
répartition suffisamment uniforme. 

L'utilisation des circuits à plusieurs aller-retour du type repré- 
senté sur la figure 4.9 permet d'augmenter brusquement M. Dans 
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Fig. 4.14. Répartition de l'intensité du champ sur le miroir concave: 1 — mi- 
roirs sphériques, M = 1,3; 2 — miroirs cylindriques, M — 1,69 


ces conditions, la complication du circuit permet d'atteindre un 
effet positif perceptible, en particulier en rendant l'ouverture de sortie 
plus compacte et en augmentant le coefficient de son remplissage y 
(cf. $$ 1.1, 3.6; les figures 1.3, a, b correspondent à un circuit 
à une traversée et à l’une des variantes éventuelles des circuits à plu- 
sieurs aller-retour). On n'arrive pourtant pas à combiner une effica- 
cité élevée à l’uniformité poussée de la répartition du champ. 

Pour résoudre ce problème des plus importants, on peut recourir 
aux résonateurs à prisme examinés au $ 3.5, dans lesquels l'influence 
des aberrations d'ordre impair est affaiblie sensiblement par rapport 
au résonateur télescopique ordinaire. L'influence du gradient du 
gain dirigé à travers l’axe sur la répartition de l’amplitude est iden- 
tique à l'influence du gradient de l’indice de réfraction d’un coin 
optique sur la phase de l’onde et doit être atténuée dans la même 
mesure. 
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Il est vrai qu'il est peu probable que dans la gamme de l’infra- 
rouge lointain qui est celle de la plus grande partie des lasers à flux, 
on puisse réaliser des prismes transparents à réflexion interne totale, 
analogues à ceux utilisés dans les lasers à solide. Pourtant, pour des 
gains M peu grands caractéristiques des lasers à flux à résonateurs 
à une traversée, l’utilisation d’un résonateur confocal cesse d’être 
obligatoire, puisque le remplissage suffisant de la section active 
par le rayonnement s'obtient également dans un résonateur à miroirs 
plan et faiblement convexe (cf. également $ 4.1). En remplaçant 
le miroir plan par un réflecteur dièdre à 90°, composé de deux miroirs 
plans, on obtient le dispositif cherché. Il est évident que pour égaliser 
la répartition l’arête du réflecteur doit être perpendiculaire au plan 
de la figure 4.10. 

Cette possibilité a été explorée expérimentalement par les auteurs 
de [232] sur l'exemple d’un laser CO, à flux d’une puissance relative- 
ment faible. [ls ont testé précisément les montages dont il était 
question dans ce qui précède (fig. 4.15, a, b); il est vrai que pour la 
commodité du choix des paramètres optimaux du résonateur le 
miroir convexe était non pas sphérique, mais cylindrique, à courbure 
réglable [233], de façon que le résonateur instable était bidimension- 
nel. Dans ce même but l’émission était extraite à l’aide de deux 
miroirs supplémentaires à position réglable. Les prises de vues préa- 
lables de l’image de la répartition du gain suivant la section du réso- 
nateur [234] ont montré que dans le laser donné le milieu subit la 
relaxation rapide et les conditions sont suffisamment typiques pour 
des systèmes à flux continus. 

Les résultats des expériences se sont avérés très prometteurs. 
Si en utilisant le schéma de la figure 4.15, a on observait à l’inté- 
rieur du faisceau une réduction de 10 fois de l'intensité à l’aval du 
flux, les différences entre les intensités dans les moitiés gauche et 
droite du résonateur à réflecteur à coins (fig. 4.15, b) ne dépassaient 
pas 25 %. L'utilisation du réflecteur à coins est liée à une possibilité 
intéressante encore : pour rendre l’ouverture de sortie plus compacte 
il suffit de recourir à l’extraction asymétrique de l'émission. Dans 
le cas d’un résonateur tridimensionnel ceci se fait à l’aide d’un mi- 
roir de sortie, dont les variantes de forme et de disposition éventuel- 
les sont explicitées par la figure 4.15, d. Dans un résonateur bidi- 
mensionnel on peut tout simplement supprimer l’un des deux mi- 
roirs de sortie (fig. 4.15, c). Alors le rayonnement incident aupara- 
vant sur ce miroir et émergeant tout de suite du résonateur, effectue 
maintenant une traversée supplémentaire du résonateur pour sortir 
du côté opposé. La largeur de la zone de sortie devient environ deux 
fois plus grande, la répartition du rayonnement dans la zone éloignée 
devient plus favorable. 

Les résultats des expériences et des évaluations grossières de 
[232] permettent également de tirer certaines conclusions sur les 
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caractéristiques énergétiques des lasers à flux dans lesquels on utilise 
un résonateur instable à réflecteur à coins. Si on choisit le gain M 
et la largeur de la partie gauche les mêmes que dans le cas d’un 
résonateur habituel, la densité moyenne du rayonnement aura ici 
la même valeur que précédemment ; l'efficacité de la partie gauche 
ne change presque pas elle non plus. Pour ce qui est de la partie droite, 
sa largeur dans les schémas à « renversement » du faisceau est automa- 
tiquement voisine de la largeur de la partie gauche et, en général, 
est sensiblement inférieure à la largeur optimale de la partie droite 


Flux 


Fig. 4.15. Résonateurs instables dans les lasers à flux: a) résonateur composé 

de miroirs plan et convexe; b), c) résonateur compose de réflecteur à coins 

et de miroir convexe: sortie de l'émission b) symétrique; c) asymétrique; 

d) versions différentes de la forme de la projection de l'ouverture de sortie sur 

le plan perpendiculaire à l'axe du résonateur; l'axe passe par le point O, la 
Signe PP' est perpendiculaire au plan des figures a) à c). 


des résonateurs usuels. Pourtant, grâce à la densité du rayonnement 
bien supérieure, l'efficacité de la partie droite reste également à peu 
près au niveau antérieur. De la sorte, on peut espèrer que les résona- 
teurs à réflecteurs à coins permettront d’assurer la même efficacité 
de transformation de l'énergie que les résonateurs ordinaires pour 
une largeur de la zone opératoire sensiblement inférieure et une ouver- 
ture de sortie plus compacte. 

Les résonateurs instables confocaux composés de deux miroirs 
concaves (cf. fig. 3.3, c), dans lesquels le faisceau lumineux est 
également « renversé » doivent posséder des propriétés analogues. 
Pourtant, dans de nombreux cas, des phénomènes indésirables au 
foyer commun des miroirs où la densité du rayonnement atteint une 
valeur énorme, peuvent faire obstacle à leur utilisation. 

En revanche, l’utilisation dans les lasers continus examinés au 
$ 3.6 des résonateurs instables à rotation du champ est sans aucun 
doute plus prometteuse. Les résultats des expériences correspondan- 
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tes rendus tout récemment publiques [235, 333] confirment pleine- 
ment la validité des considérations exposées à ce propos au $ 3.6. 
L'introduction de l’opération de rotation de la section uniformise 
en effet d’une façon capitale la répartition de l'intensité dans la 
zone rapprochée. La sensibilité à l’astigmatisme diminue tellement 
que la manifestation de ce dernier devient faible même lorsque les 
réflecteurs à coins qui composent le résonateur linéaire, comportent 
des miroirs sphériques, sur lesquels les angles d'incidence de la 
lumière sont de cette façon égaux à x1/4. Enfin, l'utilisation de la 
sortie analogue à celle de la figure 3.28 non seulement rend l’ouver- 
ture de sortie plus compacte, mais conduit encore à une diminution 
sensible de la divergence du faisceau émergeant sans réduire sa 
puissance. 

Il reste encore à dire que parfois des communications paraissent 
sur des résonateurs dont les éléments ont une surface qui tranche net- 
tement sur la forme sphérique (conique, torique, etc.; cf., par exem- 
ple, [236])). Dans cette voie rien ne rend évident qu'il est possible 
d'obtenir une faible divergence du faisceau et nous n’analyserons 
pas les propriétés de tels systèmes. 


$S 4.3. Résonateurs instables dans les lasers 
à caractéristiques spectro-temporelles 
de l’émission commandées 


Types simples des oscillateurs à éléments de commande. Pour 
de nombreuses applications pratiques il faut non seulement que la 
divergence de l’émission soit faible, mais encore que ses caracté- 
ristiques spectrales et temporelles aient une allure donnée. On y par- 
vient ordinairement en intercalant à l’intérieur du résonateur des 
éléments de commande correspondants. 

La première publication sur le laser monoimpulsionnel (déc- 
lenché) à résonateur instable se rapporte à 1969 [189]. C’était un 
générateur à verre au néodyme; un obturateur passif couvrait toute 
la section de l’élément actif. L'énergie de sortie était 20 J, la puis- 
sance de crête, —1,5-10? W: la divergence au niveau de demi-intensité, 
m&" (2-10 rad); pourtant, une part importante de l’énergie était 
absorbée par les « queues » de la répartition angulaire, par suite de la 
diffusion de la lumière dans le liquide de l’obturateur. L’« étale- 
ment » rapide du rayonnement suivant la section des résonateurs 
instables a fait que la durée de l'impulsion s’est avérée bien plus 
courte que lors de l’utilisation d’un résonateur plan. 

Par la suite les lasers monoimpulsionnels à résonateurs instables 
étaient toujours construits suivant l’un des deux schémas de la 
figure 4.16 ; l’obturateur couvre ici non pas toute la section de l’élé- 
ment actif, mais seulement le miroir de sortie. Ceci améliore sen- 
siblement les caractéristiques de sortie: la partie périphérique du 
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faisceau qui se déplace vers la « sortie » du laser passe à côté de 
l’obturateur et ne subit pas dans ce dernier d’absorption et de dif- 
fusion supplémentaires [204]. D’autre part, il devient possible de 
commander le flux de rayonnement ayant une grande section à l’aide 
d’un petit obturateur. Si l’on tient compte que l'ouverture des 
obturateurs rapides optiquement perfectionnés est ordinairement 
peu grande, le caractère prometteur de l’application de ces schémas 
pour la conception des oscillateurs exempts de pics, monoimpul- 
sionnels et autres, à commutation de qualité devient évident. C’est 
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Fig. 4.16. Schémas des lasers déclenchés: Z — miroir du résonateur; 2 — mi- 
roir supplémentaire; 3 — barreau actif; 4 — obturateur. 


ce procédé précisément qui a permis dès le début des années 1970 
de créer des lasers monoimpulsionnels très perfectionnés à verre au 
néodyme à brillance de rayonnement 1017 W/(cm°-sr) [204, 2051]. 
Notons également la réalisation décrite par [237] du régime quasi 
stationnaire des oscillations d’un laser analogue. 

Toute la section du résonateur ou son miroir de sortie peuvent, 
certes, être couverts non seulement par un obturateur, mais aussi 
par un sélecteur spectral. Lors de l'établissement des éléments de 
commande quels qu'ils soient il faut, pourtant, tenir compte du carac- 
tère spécifique des résonateurs instables, qui impose des contraintes 
sur les types et les moyens de disposition de ces éléments. En pre- 
mier lieu il convient de prendre des mesures contre la production 
d’une onde convergente. Si le résonateur est télescopique, les surfaces 
planes des éléments de commande doivent être inclinées par rapport 
à l’axe du résonateur comme toutes les autres interfaces (cf. $ 4.1; 
cette circonstance fait que la figure 4.16 est conventionnelle). 

Une autre particularité importante des résonateurs instables qui 
complique le problème de commande de leur émission est que l’intro- 
duction d’un coin optique peu grand n’entraîne pas une augmenta- 
tion brusque du seuil d’oscillation, comme dans un résonateur plan, 
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mais déplace seulement l’axe optique. Il en résulte qu’on est obligé 
de renoncer à toute une série de méthodes decommande traditionnelles, 
fondées sur l’application du coin optique variable dans le temps ou 
dépendant de la longueur d’onde. Ainsi, l'introduction d’un prisme 
de dispersion à l’intérieur d’un résonateur instable entraîne non pas 
une sélection spectrale du rayonnement, mais seulement la décom- 
position du spectre du rayonnement dans la direction correspondante : 
au lieu d’une tache dans la zone éloignée apparaît l’image de la dis- 
tribution spectrale. Il est peu probable également que les tentatives 
d'obtenir un laser déclenché à l’aide d’un prisme rotatif peuvent abou- 
tir à de bons résultats. 

[ convient donc d'utiliser de préférence dans les lasers monoim- 
pulsionnels à résonateurs instables des obturateurs passifs ou électro- 
optiques*); pour la sélection spectrale conviennent surtout les 
étalons Fabry-Pérot, que la lumière traverse sans changer de direc- 
tion. Pourtant, là aussi il faut prendre en considération le fait que 
dans un résonateur instable linéaire quelconque, l’onde qui se pro- 
page au moins dans l’une des directions opposées est non pas plane 
mais sphérique. Dans ces conditions, l'introduction de l’étalon 
ne provoquera la modulation de l'intensité suivant la section du 
résonateur que dans le cas où la largeur angulaire du maximum de 
transmission de l’étalon sera supérieure à l’angle d’ouverture de 
l'onde sphérique. A son tour, la largeur angulaire du maximum de 
transmission de l’étalon est égale à la distance angulaire entre les 
anneaux voisins divisée par le nombre de faisceaux interférents W 
dépendant du coefficient de réflexion des surfaces actives de l’étalon. 
On aboutit ainsi à la condition suivante imposée à la valeur t de 
la base de l’étalon [196]: 


À _ M AL 
t& 2N sin Ag M—1 2NDsinp!? (6) 


où D est le diamètre de la section droite de l'élément actif; M et L, 
le gain et la longueur équivalente du résonateur ; p, l’angle entre la 
normale aux surfaces de l’étalon et l’axe du résonateur ; enfin, Ag = 
— (M — 1) D/ML est l’angle d'ouverture du faisceau divergent dans 
le résonateur télescopique (pour la déduction de (6) on admettait 
que l'inégalité ® © Ag généralement vérifiée soit vraie). 

La réflexion multiple des rayons dans l’étalon placé obliquement 
conduit également à un certain « étalement » de la position de l’axe 
du résonateur, ce qui à son tour peut augmenter la divergence du 
faisceau. Les calculs correspondants montrent que la condition de 
petitesse de cette augmentation devant l’angle de diffraction se 


*) Le régime d’autocommutation de qualité des résonateurs instables 
décrits dans [238] n’est réalisé que dans les lasers tout à fait petits et conduit 
à des paramètres de sortie qui ne sont nullement des records, même pour cette 
classe des oscillateurs. 
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ramène cette fois encore à la formule (6). Puisque la base de l’étalon 
détermine la largeur de la région de sa dispersion (AA = À?/2t), 
il s'ensuit que la relation (6) délimite une largeur minimale du spectre 
obtenable dans un laser à étalon sélecteur placé directement dans 
le résonateur télescopique. 

Sources à résonateur à trois miroirs. Le perfectionnement ulté- 
rieur des méthodes de commande de l’émission des lasers à résona- 
teurs instables est lié à l’idée 


énoncée et justifiée expérimenta- 1 
lement par [153] sur la possibilité %—— ——<- 
d'agir sur la partie centrale de la À 


section du résonateur à partir de 
laquelle le faisceau s’« étale ». 


Lorsque la marche des rayons est 
normale, ce secteur est un analo- | —— 
gue d’une source pilote, alors que 

UN 


la partie restante de la section est 

un amplificateur à plusieurs aller- 

retour. Pour réaliser cette idée, Fig. 4.17. Schémas des résunateurs à 
il suffit de pratiquer un trou au commande de l'émission dans le secteur 
centre d’un des miroirs et placer central de la section. 
derrière ce dernier un miroir 

supplémentaire ; l’« appendice » étroit ainsi constitué peut loger avec 
commodité de tout petits éléments de commande. Ce résonateur à 
trois miroirs et le schéma sans trou qui lui est équivalent sont re- 
présentés sur la figure 4.17. 

La possibilité d'assurer une commande efficace de l'émission 
à l’aide de ce procédé est limitée par le fait que d’après l’exposé 
du $ 3.4 un laser à résonateur instable est capable de fonctionner 
lorsque la zone centrale de la section est mise complètement sous 
écran. C’est pourquoi si l’« appendice » comporte, par exemple, 
un obturateur, et un secteur voisin de l’axe est « fermé » à l'instant 
donné, alors que l'élévation du seuil d’oscillation est négligeable, 
le volume restant sera le siège des oscillations que rien ne pourra 
déjà commander. Ceci rend clair quelle est la valeur pratique de 
la dépendance entre le seuil d’oscillation et les dimensions de la 
zone centrale obturée de la section. 

Il s’est avéré que les résultats décrits par [191, 168, 193, 196] 
des mesures de cette relation correspondent complètement aux idées 
théoriques développées au $ 3.4. Dans le cas des résonateurs bidi- 
mensionnels, lorsque les dimensions du trou (plus précisément, la 
largeur de la fente) augmentent, le seuil augmente brusquement 
lui aussi. Ainsi, l’obturation de la zone centrale d’une largeur 
3 mm renforçait d'environ trois fois l’intensité seuil du pompage 
d’un laser décrit au $ 4.1 à élément actif rectangulaire de grande 
dimension et à résonateur composé de miroirs plan et cylindrique 
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(fig. 4.6) [168]. Il s'ensuit que la commande des caractéristiques des 
lasers à résonateurs instables bidimensionnels n’a rien de difficile. 
En particulier, l’utilisation d’un modulateur à disque le plus simple 
à permis d’assurer au laser mentionné un fonctionnement en régime 
de « pics » réguliers à fréquence de leur répétition allant de 25 à 
50 kHz [168]. D'après [193], l’introduction dans l’« appendice » 
d’un étalon Fabry-Pérot a permis de réaliser la sélection spectrale 
de l'émission de ce même laser sans réduire sensiblement sa puis- 
sance de sortie. 

Le comportement des lasers à résonateurs à miroirs sphériques 
est tout à fait différent. Leur seuil d’oscillation croît très lentement 
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Fig. 4.18. Pertes des modes inférieurs en fonction de la grandeur du trou de 

couplage dans un résonateur tridimensionnel à miroirs ronds (M = 2; Neq = 

— 60). Les points traduisent les données expérimentales: 1 — calcul pour 

le cas du bord bien net du miroir; 2 — calcul analogue en présence du bord 
flou (| R,4p | est réduit de 4 fois). 


avec la dimension du trou rond central. Ainsi, dans un générateur 
à élément actif à verre au néodyme d’un diamètre de 45 mm et 
à résonateur télescopique à gain M = 2, pour un trou de 4 mm 
de diamètre dans le miroir concave, l'intensité seuil du pompage 
devenait 1,3 fois plus forte, et pour un trou de 8 mm de diamètre, 
deux fois environ plus forte devant le cas de l’absence du trou. 
Même un trou de 20 mm de diamètre, qui atteignait presque le 
diamètre du miroir convexe (22 mm), n'’élevait le seuil d’auto- 
excitation que de trois fois [191]. 

La figure 4.18 compare les données sur la relation entre la valeur 
des pertes du mode inférieur et la dimension du trou de couplage, 
calculées par [168] d’après les résultats des observations expérimen- 
tales et les formules du $ 3.4. La figure montre que les points expé- 
rimentaux se trouvent bien plus haut que la courbe 7, obtenue en 
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portant dans la relation (3.24) la valeur du coefficient de réflexion 
diffractive sur le bord R;4, calculée d’après la formule du bord 
bien net parfait (3.25). Pour faire confondre les données calculées et 
empiriques il convient de diviser par quatre (courbes 2) la valeur 
de | R;4 | portée dans (3.24). Pour cette diminution de | R;« | 
il a suffit de rendre le bord flou (cf. $ 3.3) dans une zone large 
de 0,1 mm environ, ce qui a eu vraisemblablement lieu. 

Puisque la mise sous écran d'un petit secteur voisin de l’axe 
n’augmente que de peu le seuil d’auto-excitation, les possibilités 
de la commande de l'émission sont dans ces conditions plus limitées 
que dans le cas des résonateurs bidimensionnels. Il est clair en parti- 
culier, qu'il est impossible de réaliser un régime monoimpulsionnel 
ou un régime qui s’en approche en plaçant les éléments de commande 
seulement dans l’« appendice ». Si l'élargissement de la raie de 
transition opératoire est inhomogène, la sélection spectrale de l’émis- 
sion est rendue plus difficile elle aussi. En effet, lors des oscilla- 
tions monofréquence intenses dans le contour d’une telle raie apparaït 
un « creux » et le gain aux fréquences latérales devient sensiblement 
plus grand qu’à la fréquence de l’oscillation. C’est pourquoi l’extrac- 
tion d’une fréquence de l’« appendice » à l’aide d’un sélecteur ne 
peut prévenir dans le volume restant l’auto-excitation des oscil- 
lations aux fréquences latérales. 

Et quand même le problème de la sélection spectrale dans les 
résonateurs instables à miroirs sphériques peut souvent être résolu 
même dans le cas d’une raie élargie inhomogène. D'après [196] 
il convient d'essayer d’introduire un étalon à base peu grande direc- 
tement entre les miroirs principaux du résonateur, de façon que l’éta- 
lon obture toute la section opératoire. Cet étalon doit avoir pour 
tâche d’extraire la bande dont la largeur ne dépasse pas la largeur 
du « creux » dans le contour de la raie. Si on parvient à le faire sans 
violer la condition (6) on peut profiter alors de l’« appendice » 
pour le rétrécissement ultérieur du spectre. 

Une telle situation favorable a eu lieu précisément dans les expé- 
riences décrites par [196] sur le laser à élément actif à verre au néody- 
me d’un diamètre de 45 mm et d’une longueur de 600 mm. Le gain 
du résonateur télescopique était M — 2; l'énergie de sortie sans 
sélection spectrale était de 500 J en impulsion. Le rétrécissement 
préalable du spectre à partir de la largeur ordinaire pour les lasers 
au néodyme, égale à plusieurs nanomètres, jusqu’à la valeur de 
0,5 nm était réalisé avec l’étalon à base n'ayant que 0,05 mm. 
Puisqu’on a observé toutes les conditions indiquées précédemment, 
l'introduction de cet étalon n’est intervenue par rien dans la forme 
de la répartition angulaire (sa largeur à demi-intensité était de 
8-10 rad). Dans ces conditions, l’énergie de sortie diminuait jus- 
qu'à 400 J. L'introduction ultérieure dans l’« appendice » des étalons 
à bases sensiblement plus grandes que celle du premier étalon, ne 
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faisait que rétrécir le spectre jusquà 0,003 nm; alors, non seulement 
la divergence du faisceau, mais aussi l’énergie de sortie ne changeaient 
déjà plus. 

Le fait suivant présente de l'intérêt. Dans ces expériences la 
largeur du trou suivi de l’« appendice » avec les étalons supplémen- 
taires n’était que de 3 mm. L'’obturation d’une aussi petite zone de 
la section n’augmentait le seuil d’auto-excitation du laser que de 
10%. Le seuil d’oscillation mesuré séparément pour la zone centrale, 
compte tenu de tous les étalons intercalés, serait sans doute plus 
élevé. Ceci montre que la division mentionnée plus haut en « pilote » 
et « amplificateur » est purement conventionnelle, puisque la com- 
mande de l’émission de l’« amplificateur » est réalisée aussi lorsque 
le seuil d’auto-excitation de ce dernier est plus bas que celui du 
« pilote ». C'est que, comme l'ont montré les tests, dans le cas du 
« pilote » et de l’e amplificateur » spatialement combinés dans le 
montage à trois miroirs, grâce à la diffraction l’émission arrive non 
seulement du premier sur le deuxième miroir, mais aussi du deuxième 
sur le premier. Ceci augmente la densité du rayonnement dans l’« ap- 
pendice », surtout lorsque son diamètre est petit, et le rôle de l’« ap- 
pendice » devient assez important. 

Le verre au néodyme silicié utilisé dans la description de [19,6] 
possède une assez grande partie homogène de l’élargissement de la 
raie, qui détermine la largeur du « creux », ce qui a rendu plus 
facile le choix du l’étalon du rétrécissement préalable sans compro- 
mettre la condition (6). Dans les lasers à milieux à bande d'’élargis- 
sement homogène plus étroite, un tel choix peut être impossible. 
Pour le moment il n’est pas encore clair ce qu’il faut entreprendre 
dans de tels cas; il se peut qu’il reste seulement à renoncer aux réso- 
nateurs linéaires et recourir à des résonateurs en anneau unidirec- 
tionnels pour lesquels la condition (6) n'est pas observée. 

En terminant l'exposé sur les générateurs munis de résonateurs 
à trois miroirs notons que dans le cas d’une trop grande absorption 
dans l’« appendice » son rôle peut être renforcé sensiblement en y in- 
tercalant un élément actif supplémentaire de faible section. Il 
semblerait qu'on peut obtenir un effet analogue en introduisant 
un réflecteur spécial (ou en rendant l’une des interfaces perpendicu- 
laire à l'axe du résonateur) pour produire une onde convergente 
qui « se concentre » au centre, mais cette façon de procéder accroît 
brusquement la divergence du faisceau (cf. [196], ainsi que $ 4.1). 

Sources commandées par un signal extérieur. Considérons main- 
tenant encore une méthode qui permet d'utiliser le rôle particulier 
de la partie centrale d’un résonateur instable. Cette méthode pro- 
posée en 1969 [239] consiste à envoyer par le trou de couplage central 
d’un laser à résonateur instable un faisceau émis par une source 
extérieure. Les propriétés d’un tel laser dépendent d’une façon 
décisive du rapport entre l’amplification dans le milieu et les pertes 
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du résonateur à trou de couplage. Si ce rapportest tel qu’en l'absence 
du signal extérieur l’auto-excitation du système n'a pas lieu, il 
s’agit d’un amplificateur « pur», susceptible de fonctionner en 
régime d’attente et qui convient de cette façon pour l’amplification 
efficace de courtes impulsions puissantes et pour d’autres buts quel- 
conques. Si le seuil d’auto-excitation n'est pas élevé et s’il s'avère 
dépassé, il est plus correct de parler déjà non pas d’un amplificateur, 
mais de source commandée par un signalextérieur. Examinons d’abord 
ce dernier cas. 

La commande de l'émission d’un laser à l’aide du signal exté- 
rieur est une méthode bien connue d'obtention des caractéristiques 
spectrales et temporelles données. Cette méthode a été appliquée 
avec SUCCÈS aux 1ésonateurs plans (cf. par exemple, [240 à 2431) ; 
qui plus est, l'« amorce » à partir de la source extérieure était géné- 
ralement introduite à Ja fois suivant toute la section du résonateur. 
Puisque dans les résonateurs instables le rayonnement s’« étale » 
rapidement à partir de la région centrale, pour assurer une com- 
mande aussi efficace, il suffit ici, évidemment, d'introduire le 
faisceau à partir de la source extérieure seulement dans cette régionlà, 
ce qui permet de réduire la puissance à une toute petite valeur. 
Malheureusement, la comparaison des résultats enregistrés en pra- 
tique dans l’utilisation des résonateurs plans et instables est presque 
impossible, puisque ces résultats se rapportent à des cas tout à fait 
différents. Pour des résonateurs plans on a étudié surtout le régime 
de commande du spectre d’une impulsion géante par l'injection de 
J'«amorce» vers l'instant de son déclenchement. En ce qui concerne 
les résonateurs instables, pour l'instant on a réalisé la commande 
de leurs caractéristiques spectrales et temporelles du rayonnement 
seulement pour les régimes proches du régime quasi stationnaire, 
bien que la possibilité de la commande des lasers monoimpulsionnels 
ne fasse non plus aucun doute. 

Pour obtenir dans un laser commandé fonctionnant en régime 
quasi stationnaire la même puissance de sortie que celle d’un laser 
usuel, il suffit, évidemment, d'employer un résonateur instable de 
même M et d'’injecter dans le trou de couplage un rayonnement 
de même densité que celle qui apparaît à l’intérieur des générateurs 
standards sans trou de couplage. Pourtant, pour obtenir une com- 
mande plus sûre, il est avantageux soit d'élever la densité du signal 
de commande (ce qui aussi bien dans les lasers pulsés que dans les 
lasers à flux atténue l’amplification sur l'axe), soit d'augmenter sen- 
siblement M, soit encore de procéder de l’une et de l’autre façon. 
Le signal extérieur étant introduit, l'état du système s'avère alors 
sensiblement plus bas que le seuil d' auto-excitation, ce qui améliore 
la commande; au fond, c'est le régime d’ amplification qui a lieu. 
J] faut seulement en augmentant M veiller à ce que cela ne conduit 
pas à une trop forte diminution de la puissance de sortie. Ceci peut 
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arriver bien vite surtout dans les lasers à flux à faible amplification. 
Pour ce qui est des lasers pulsés à milieux fortement amplificateurs, 
les paramètres de leurs résonateurs peuvent, en général, varier sans 
« accrocs » dans de très larges limites, surtout en présence du signal 
de commande quasi stationnaire (les causes de ce fait seront exami- 
nées un peu plus tard). 

Evoquons encore la question du choix de la dimension du trou 
de couplage. Les pertes des résonateurs à miroirs sphériques et la 
densité du faisceau fournie par la source extérieure, nécessaire pour 
prévenir l’auto-excitation, dépendent très faiblement de la dimen- 
sion du trou. Il s'ensuit qu'en première approximation la puissance 
requise du signal de commande est proportionnelle à la surface du 
trou. C’est pourquoi il est avantageux d'utiliser des trous les plus 
pètits possible ; il faut seulement que leur dimension soit telle que 
l'axe du résonateur ne sort pas de leurs limites sous l’effet des erreurs 
d’alignement, des vibrations, etc. 

C’est précisément en partant de ces considérations qu’on a choisi 
les paramètres du résonateur instable du premier laser de la classe 
donnée, décrit par [191]. Ce laser, tout comme dans de nombreuses 
expériences évoquées précédemment, a été construit sur la base de 
l'élément actif à verre au néodyme d’un diamètre de 45 mm et d’une 
longueur de 600 mm. Le gain du résonateur télescopique était non 
pas M = 2, comme dans les cas courants, mais M = 5; le diamètre 
du trou de couplage égal à 3 mm était déterminé par la précision 
de l'alignement. La source pilote extérieure fonctionnait en régime de 
pics chaotiques ordinaire pour les lasers à solide ; son énergie de sortie 
était de plus de deux ordres inférieure à celle du laser principal qui 
était de quelques centaines de joules, la durée de l’impulsion de pom- 
page étant d'environ 1,5 us. Bien que la présence des pauses entre 
les pics ne contribue nullement à la sécurité de la commande, on 
observait une synchronisation totale des « pics » à la sortie du pilote 
et du système dans son ensemble. 

[191] a également établi des prescriptions auxquelles devait satis- 
faire la précision nécessaire de l’ajustage réciproque de la source 
pilote et du laser commandé, et a montré qu’elles ne sont pas du 
tout excessives : dans le cas considéré, la valeur admissible de l’angle 
entre la direction du faisceau émis par la source et l’axe du laser 
puissant était —1’. 

Un an et demi plus tard une communication a été publiée sur 
un travail de caractère similaire dans le domaine des lasers CO, : 
un faible signal de fréquence qui correspond à l’une des transitions 
de rotation de la molécule CO,, introduit dans la zone adjacente 
à l'axe, déclenchait dans un laser puissant à résonateur instable des 
oscillations exactement de cette fréquence, bien que sans l’action 
du signal extérieur il fonctionnait sur une toute autre transition de 
rotation [244]. Dans ce même ouvrage on a émis l’idée qu’il était 
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possible d'amener le faisceau de commande non pas sur la zone cen- 
trale, mais sur la zone périphérique de la section pour qu'il se forme 
une onde convergente qui se renforcerait à mesure de l’approche de 
l'axe. A l’aide de ce procédé on peut obtenir probablement des carac- 
téristiques spectrales nécessaires, mais il est douteux qu’en même 
temps la divergence du faisceau soit faible. 

Considérons maintenant l’une des particularités les plus remar- 
quables des lasers pulsés à résonateurs instables commandés par 
l'émission fournie par une source extérieure. Leur puissance de sortie 
dépend faiblement des paramètres du résonateur et de l'intensité 
du signal de commande, pourvu que ce dernier existe. Sous ce rap- 
port les résultats des calculs réalisés par [245] des caractéristiques 
énergétiques du laser commandé sont significatifs ; les paramètres 
de tels lasers sont typiques pour des sources puissantes à verre au 
néodyme. Le diamètre du trou de couplage dans le miroir concave 
du résonateur télescopique était pris égal au diamètre du miroir 
convexe ou M fois plus petit, de sorte que le faisceau émis par la 
source extérieure, pendant le temps de son élargissement jusqu'au 
remplissage de l'ouverture de sortie, effectuait dans le milieu trois 
ou cinq parcours respectivement (si en l’absence du signal extérieur 
le laser donné était incapable d’auto-excitation, il serait un amplifi- 
cateur « pur » à trois ou cinq parcours). La valeur de M variait de 
2 à 20 (M = 2 correspondait à la valeur optimale du gain calculée 
d’après la formule (4) pour un laser ordinaire construit avec un élé- 
ment actif donné). 

Les calculs ont montré qu'à mesure que augmente, la puis- 
sance du signal extérieur étant fixée et reposant dans des limites 
raisonnables, l'efficacité du laser commandé diminue monotone- 
ment, pourtant bien plus lentement que l'efficacité des sources ordi- 
naires. Ceci est clair, d’ailleurs : lorsque M est si grand que les oscil- 
lations dans un laser ordinaire cessent complètement, un laser à trou de 
couplage fonctionne comme un amplificateur à plusieurs aller-retour, 
et lorsque le signal extérieur est fourni, il possède une puissance de 
sortie finie et parfois commensurable avec la puissance limite. 

L'efficacité du laser commandé dépend encore moins de la puis- 
sance du signal extérieur. Il suffit de citer les données suivantes: 
dans toute la marge indiquée de la variation de M, la puissance du 
signal de commande variant de plus de trois ordres ne ramenait pas 
l'efficacité au-dessous de 0,4 de sa valeur limite. Ceci aussi a une 
explication bien simple : on sait que grâce à la saturation de l’ampli- 
fication les variations relatives de la puissance à la sortie d’un ampli- 
ficateur laser quelconque fonctionnant en régime quasi stationnaire, 
sont toujours sensiblement inférieures aux variations relatives de la 
puissance à son entrée. Or, ici, du fait que le rayonnement effectue 
plusieurs parcours dans le milieu, l'effet donné est encore plus pro- 
noncé. 
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Les résultats indiqués par [245] permettent de tirer certaines 
conclusions sur les propriétés non seulement des lasers commandés, 
mais aussi des lasers ordinaires à résonateurs instables. Il arrive 
qu'une perturbation dans la zone de la section diminue fortement 
les pertes du résonateur vide, et avec ces dernières le seuil d’oscilla- 
tion du laser correspondant. Ainsi, la présence de petites inhomogé- 
néités de faible échelle conduit facilement à la formation, près de 
l'axe, de résonateurs locaux « stables » avec toutes les conséquences 
qui s’ensuivent [246]. Il peut sembler qu’une diminution sensible 
du seuil conditionnée par ces causes doit entraîner obligatoirement 
une augmentation importante de la puissance de l'émission. Or, en 
fait, le changement des conditions dans un petit secteur près de 
l'axe ne peut influer sur la puissance de sortie que si le laser était 
auparavant tout proche du seuil d’oscillation. Dans le cas où le 
seuil est largement dépassé, les paramètres de sortie sont peu sensi- 
bles aux variations de la densité du rayonnement dans un petit 
secteur de la section, indépendamment du fait si ces variations sont 
dues à l’influence des perturbations locales, ou si le rayonnement 
y est amené comme dans le laser commandé, à partir d’une source 
extérieure. 

Amplificateurs à plusieurs traversées. À titre de conclusion exa- 
minons sommairement les amplificateurs à plusieurs traversées 
« purs », dont les résonateurs instables ont des pertes si grandes. que 
même en l'absence du signal extérieur l’auto-excitation ne se pro- 
duit pas. Le plus souvent ces amplificateurs sont construits à la 
base d’un résonateur télescopique ; on les appelle alors (au moins 
dans la littérature en russe) amplificateurs télescopiques. Leurs 
variantes possibles sont représentées sur la figure 4.19. Le fait que 
le milieu est traversé plusieurs fois rend un amplificateur de ce type 
capable de remplacer plusieurs amplificateurs à une traversée en 
EE entre eux des télescopes (cf. $ 2.6, fig. 2.28) 
2391. 

Les amplificateurs à résonateurs instables s’emploient essentiel- 
lement aux étages intermédiaires des lasers monoimpulsionnels 
puissants (par exemple, [247, 248]; on préfère souvent de placer 
aux étages terminaux des amplificateurs à une traversée simples 
qui possèdent une résistance plus élevée à la destruction optique 
(radiative) par suite de l’absence du miroir de sortie, et donc du flux 
de rayonnement se propageant dans le sens inverse). Ce qui importe 
donc ici, ce n’est pas tellement l'efficacité, que la valeur du coef- 
ficient d'amplification du signal faible qu'il faudrait avoir la plus 
élevée possible. 

L'amplification du signal faible dans un amplificateur à rx tra- 
versées est égale à X7, où KÆ est le gain en une traversée du milieu 
actif. C’est pourquoi pour un XÆ donné, il faut s'efforcer d’avoir 
un ?» le plus grand possible ; ceci contribue non seulement à l’obten- 
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tion d’une amplification élevée mais encore à une bonne efficacité 
énergétique du dispositif. 

Si X n’est pas grand, on peut utiliser les schémas à plusieurs tra- 
versées représentés sur la figure 4.19, a. Admettons que l'émission 
est amenée par le trou de couplage dans le miroir concave d’après 
la figure ; de plus, » est impair, la section du faisceau devient à 
l’intérieur de  l’amplificateur 
M®-V/? fois plus large. Il s’ensuit 
que r == 1 + 21n (D/d)/In M, où 
d et D sont les diamètres du fais- 
ceau à l'entrée et à la sortie de 
l'amplificateur respectivement. 
Pour obtenir un grand n il faut, 
évidemment, employer un réso- 
nateur à gain M bas au possible 
et à trous de couplage de diamèë- 
tre d minimal. 

Puisque le seuil d’auto-exci- 
tation du laser à petit trou de 
couplage est presque égal au 
seuil d’oscillation d’un laser ordi- 
paire qui est atteint avec K=M, 
la valeur minimale admissible de 
M est égale à X. Pour ce qui est 
du diamètre du trou de couplage, 


il est borné inférieurement, com- 
me nous l’avons déjà dit, par la 
précision d'’ajuslage. Il est vrai 
que cette dernière dépend non 
seulement de l’encombrement du 
résonateur, miis encore de W ; 


c) 
Fig. 4.19. Amplificateurs télescopi- 
ques: a) à plusieurs traversées; b) à 
trois traversées; c) à un aller-retour ; 
dans le dernier amplificateur le trou 
dans le miroir est remplacé par un 


écran absorbeur. 


pourtant, pour de grands M ca- 
ractéristiques des amplificateurs 
cette dépendance est très fiible. Admettons donc que le diamètre 
minimal du trou est fixé et égil à dy. 

Ainsi, fmax = 4 + 2 In (D/d,)/In X. Le signal faible est alors 
amplifiée de K°max — K(D/d,)? fois [249] (pour les lasers commandés 
fonctionnant en régime quasi stationnaire le coefficient de transfor- 
mation en puissance est exactement le même [191]). La condition 
Pimax > © permet d'obtenir le critère d’applicabilité des schémas 
à plusieurs traversées: X < V Dis. 

Pour des X plus grands on peut uiliser des montages à trois 
traversées (fig. 4.19, b) qui assurent le gain total AS. Puisque ici 
M = D/d, même sans tenir compte de l'élévation du seuil par suite 
de l'existence d’un trou de couplage, l’auto-excitation ne doit pas 
commencer jusqu'à À = D/d. Si on prend encore en considération 
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que dans ces conditions le diamètre du trou de couplage n’est pas 
inférieur au diamètre du miroir convexe, et, comme le montre la 
figure, peut être rendu au besoin encore plus grand (au prix d’une 
diminution négligeable de la puissance de sortie), la valeur admis- 
sible de À augmente du fait de l’augmentation correspondante du 
seuil d’auto-excitation jusqu'à des valeurs d'ordre (D/d)1.5 à 2 [249]. 
Il s'ensuit que le critère d'applicabilité des circuits à trois traversées 
est de la forme X < (D/d,)!"5. 

Le montage à deux traversées ne contient au fond déjà plus de 
résonateur et peut être u’ilisé (fig. 4.19, c) pour des Æ aussi grands 
que l’on veut. Pour mieux « découpler » l’amplificateur à deux tra- 
versées et la source pilote il est avantageux de percer dans le miroir 
<oncave un trou de diamètre égal ou légèrement supérieur à celui du 
faisceau d'entrée (des trous de destination analogue mais dans le 
miroir convexe peuvent être pratiqués dans le cas des schémas repré- 
sentés sur les figures 4.19, a, b). 

D'après toutes ces évaluations, si le rapport D/d, est suffisam- 
ment grand, on peut obtenir pour un signal faible des facteurs d’am- 
plification totaux très élevés dans une large plage de variation de 
l'amplification en une traversée. Référons-nous encore à une expé- 
rience : les auteurs de [249] ont effectué des mesures indirectes de ce 
paramètre pour le cas d’un amplificateur à verre au néodyme puis- 
sant à trois traversées; elles ont donné la valeur 2-40%. 

Il faut pourtant retenir que le gain de tout amplificateur laser 
dépend exponentiellement de l'énergie d’excitation emmagasinée 
et diminue rapidement à mesure que cette dernière s’épuise (une dépen- 
dance différente, encore plus brusque, s’observe seulement dans les 
amplificateurs à réaction). Il suffit, par exemple, que l’inversion 
de population se dédouble pour que le facteur d'amplification du 
signal faible devienne égal à la racine carrée de sa valeur initiale 
(dans les conditions de [249], c'est 4,5-10?). Lorsqu'on amène à l’en- 
trée de l’amplificateur une impulsion d'énergie suffisante pour pré- 
lever une partie importante de l’inversion de population emmagasi- 
née, vers la fin de l'impulsion l’amplification devient tout à fait 
petite, et le rapport des énergies des impulsions à l'entrée et à la 
sortie s'avère bien inférieur au facteur d'amplification initial du 
signal faible (il s'ensuit, évidemment, que le rôle de ce dernier ne 
doit pas être surestimé). 

Malgré cela, les amplificateurs télescopiques assurent en pratique 
des gains importants, même si on les mesure par rapport aux énergies 
des impulsions. Ainsi, d’après [247], à l'entrée de l’amplificateur 
à trois traversées à verre au néodyme on amenait une impulsion 
d’une énergie de 0,12 J ; l'énergie de soctie était de 15 J. Un ampli- 
ficateur analogue à [248] avait une énergie de sortie de 18 J pour 
une énergie à l'entrée de 0,03 J (l'énergie devenant 600 fois plus 
élevée). Soulignons encore que dans toutes les expériences avec les 
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amplificateurs télescopiques (tout comme dans celles avec des lasers 
commandés), on observait une faible divergence du faisceau caracté- 
ristique des lasers à résonateurs instables. 

Signalons, pour finir, un inconvénient des montages à plusieurs 
traversées. Si un amplificateur télescopique est monté, par exemple, 
d'après un schéma à cinq traversées, la diffraction, la diffusion de la 
lumière aux interfaces, les inhomogénéités, etc., font qu’une certaine 
partie du rayonnement arrive dans les limites de l’ouverture de sortie 
après avoir effectué dans le milieu actif seulement trois traversées, 
et une certaine partie même après une seule traversée. De la sorte, 
la lumière diffusée se présente à la sortie de l'amplificateur avant le 
flux principal. Si on tient compte que les premières « portions » 
du rayonnement subissent une amplification particulièrement forte, 
cette lumière diffusée peut s'avérer pas si faible par rapport au signal 
principal. 

Cet inconvénient peut rendre difficile (mais non pas impos- 
Sible) l’utilisation des amplificateurs télescopiques dans les lasers 
prévus spécialement pour la recherche dans la fusion thermonucléaire. 
Dans ce domaine la puissance du rayonnement admissible qui frappe 
la cible avant l’arrivée de l'impulsion principale est extrêmement 
basse. Il n’est pas exclu certes, que ces phénomènes ne sont pas aussi 
dangereux qu'ils en ont l’air ; le diagramme de directivité du rayon- 
nement diffusé est en principe tout à fait différent et ce rayonnement 
peut simplement ne pas toucher la cible. 

Parfois il peut également s'avérer indésirable que la section de 
sortie des amplificateurs télescopiques comporte une partie non rem- 
plie par le rayonnement obturée par le miroir convexe. Ceci diminue 
l'uniformité de l’éclairement de cette même cible thermonucléaire. 
Pourtant, même si les amplificateurs télescopiques ne sont pas em- 
plovés dans des cas analogues, ils peuvent être très utiles dans bien 
d’autres conditions. 

Nous finirons notre exposé par cet exemple curieux de l’utilisa- 
tion des résonateurs instables pour la construction des circuits d’am- 
plification à propriétés uniques. Les matériaux de ce chapitre té- 
moignent du fait que ces résonateurs permettent de résoudre les 
problèmes les plus variés de la technique des lasers. 


CHAPITRE 5 


INHOMOGÉNÉITÉ OPTIQUE DES MILIEUX ACTIFS 
ET MÉTHODES DE CORRECTION DES FRONTS D’ONDE 


Dans les parties précédentes du livre il s'agissait surtout d’éta- 
blir quels circuits optiques permettent de réaliser des caractéristi- 
ques énergétiques et angulaires limites du rayonnement laser pour 
les propriétés du milieu données. Lorsque ces circuits sont trouvés, 
le résultat terminal ne dépend déjà plus que de ces propriétés. Si 
le milieu est optiquement inhomogène, il est impossible d’obtenir 
à la sortie du laser une divergence du faisceau limite minimale ; 
on parvient seulement à diminuer l'influence de certains types les 
plus simples des aberrations, si seulement on peut prévoir à l’avance 
leur existence (cf., par exemple, $ 3.5). C’est pourquoi, tout en per- 
fectionnant les circuits optiques, on étudiait, et à une échelle bien 
plus grande, les inhomogénéités optiques de différents milieux actifs 
et mettait en œuvre toutes les mesures pour les diminuer. Simulta- 
nément on poursuivait des recherches assidues des méthodes univer- 
selles qui permettraient d'obtenir un rayonnement étroit dirigé même 
dans le cas d’un milieu actif arbitrairement inhomogène. L'objet 
du présent chapitre est précisément de donner un exposé sommaire 
des travaux dans ce domaine. 

A l'origine de l’'inhomogénéité optique des milieux actifs il 
y a cette cause la plus importante que le processus d'’excitation du 
milieu s'accompagne toujours de la dissipation dans ce milieu d’une 
quantité importante de l'énergie absorbée par l’échauffement, la 
formation dans le milieu des ondes de choc, etc. Le caractère des 
inhomogénéités dépend des particularités du milieu et de la méthode 
de son excitation, leur valeur croît rapidement avec la puissance de 
la source. 

Pour ce qui est des lasers à gaz puissants, les méthodes d'’excita- 
tion de tels ou tels gaz et les formes des inhomogénéités optiques 
induites sont extrêmement variées. Pendant la décharge dans les 
lasers pulsés à décharge électrique, le milieu actif s'échauffe inten- 
sément, sa dilatation ultérieure s’accompagne de la production 
des ondes de choc, à ceci viennent s'ajouter encore les inhomogénéi- 
tés provoquées par les irrégularités de la décharge elle-même. Les 
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lasers pulsés chimiques peuvent être le siège des inhomogénéités 
produites par l’absence de synchronisation des réactions dans tout 
le volume du mélange, etc. 

Les sources des aberrations des voies optiques des lasers à gaz 
continus puissants sont très variées. Aux phénomènes spécifiques 
qui ont lieu lors du passage de la lumière par les flux de gaz rapides 
(diffusion sur les pulsations turbulentes, etc.) viennent s'ajouter les 
déformations thermiques des miroirs, les déphasages dans les fenê- 
tres du résonateur utilisées pour la sortie de l’émission. Dans les 
lasers à flux puissants qui fonctionnent non pas en régime continu, 
mais en régime périodique fréquentiel, à l'allure déjà compliquée 
du flux de gaz se superposent des ondes sonores puissantes, qui sont 
provoquées par l’entrée « pulsatoire » de l'énergie. 

Tout cet ensemble immense des phénomènes les plus variés 
est encore peu étudié, il est presque impossible de systématiser les 
données disponibles fournies par la littérature. Une chose est claire: 
la situation la plus favorable est celle des inhomogénéités optiques 
dans les lasers à gaz de basse pression. 

Il en est tout autrement avec le problème des inhomogénéités 
optiques dans les lasers à solide. Pratiquement, la méthode d’excita- 
tion est la même pour tous les types : le pompage optique. Il s'ensuit 
que les déformations des résonateurs ne varient pas beaucoup d’un 
dispositif à l’autre; de plus, cette méthode est assez simple. Si 
on tient encore compte du fait que les travaux systématiques dans 
ce domaine ont débuté dès la première moitié des années 1960, 
on ne s’étonnera pas que pour plusieurs types des lasers à solide 
ce problème est pour beaucoup déjà résolu. 

L'exemple des lasers à solide montre bien toute la diversité 
des procédés pouvant être utilisés pour diminuer les déformations 
des résonateurs ; en même temps il est très instructif que la résolu- 
tion du problème des inhomogénéités induites a demandé tant d'efforts. 


$ 5.1. Déformations thermiques des résonateurs 
des lasers à solide 


Origine et valeur des aberrations thermiques dans le cas des bar- 
reaux actifs ronds. Nous avons déjà parlé au $ 2.3 des déformations 
thermiques du résonateur dues à un échauffement irrégulier de l’élé- 
ment actif par le rayonnement de pompage. Ce sont précisément 
ces aberrations qui pour la plupart des lasers à solide sont l’un des 
principaux obstacles, et pour les lasers à verre les plus usités, pra- 
tiquement l'obstacle unique à l’obtention de la divergence diffractive 
de l’émission. 

En régime d'impulsions unitaires les déformations thermiques 
résultent de l’irrégularité de la distribution de la chaleur dégagée 
suivant le volume du barreau, qui se manifeste même dans le cas 


288 INHOMOGENBITE OPTIQUE DES MILIEUX ACTIFS [CH 5 


des systèmes d'éclairage les plus perfectionnés. En particulier, pour 
les éléments actifs standards à section ronde on peut obtenir dans 
le meilleur des cas une distribution de pompage plus ou moins symé- 
trique par rapport à l'axe. Quant à la distribution suivant le rayon, 
elle est irrégulière pratiquement presque toujours, son caractère 
étant déterminé finalement par deux facteurs d'action opposés. 
L'un d'eux est l’atténuation du rayonnement de pompage avec 
l'approche de l’axe sous l'effet de l’absorption dans le milieu, l’autre, 
la « focalisation supplémentaire » de ce rayonnement vers l'axe 
par suite de la réfraction jors du passage par la surface latérale cylin- 
drique de l'élément actif. Suivant que domine tel ou tel facteur, 
la densité du rayonnement de pompage sur l’axe peut être aussi bien 
qe petite que plus grande que la densité à la surface latérale (47, 
48 


La chaleur se dégage dans le milieu pratiquement sans inertie, 
c'est pourquoi les déformations thermiques augmentent progressi- 
vement pendant la durée d’une impulsion de pompage unitaire, en 
atteignant dans le cas des lasers puissants une valeur impressionnante 
(cf., par exemple, [200]). Vers la fin de l’impulsion, la divergence 
du faisceau croît avec les déformations. 

Comme nous l’avons noté au même $ 2.3, les déformations sont 
particulièrement grandes pour les résonateurs des lasers continus 
et fréquentiels. En régime quasi stationnaire le flux thermique a ici 
une direction bien définie: de l’axe de l’élément vers sa surface 
latérale, par laquelle s’effectue l'évacuation de la chaleur. C'est 
pourquoi la distribution de la température établie dans les lasers 
de ce type a un caractère plutôt régulier, même pour une irrégularité 
perceptible de la production de la chaleur. À mesure qu'’ons'éloigne 
de l’axe, la température baisse à peu près suivant une loi quadratique. 
La différence de température suivant la section est dans les cas 
courants tout proche de la limite de destruction du matériau par 
des contraintes thermiques ; c’est ce qui dans la plupart des lasers 
de ce type délimite la puissance du rayonnement de pompage, et 
avec elle, la puissance de sortie. 

Examinons les phénomènes produits par le passage de la lumière 
à travers l’élément actif de section ronde échauffé irrégulièrement. 
Admettons qu’à l’intérieur de l’élément la température ne dépend 
que de la distance à son axe: T'(r, @, z) = T (r). Pour ne pas mani- 
puler des tenseurs trop lourds, bornons-nous au cas d’un matériau 
isotrope, le verre l’étant lui aussi. 

Les déformations thermiques d’un résonateur résultent de la 
variation de l'indice de réfraction du milieu en fonction de la tem- 
pérature et de la valeur des contraintes thermiques engendrées 
dans l'élément actif 


n(T, ou, O1) = 10 +B(T — To) + Cioy + C:01, (1) 
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où 7, et nr, sont la température moyenne du milieu et l’indice de 
réfraction qui lui correspond ; f = dn/dT, le coefficient thermique 
de la variation absolue de l'indice de réfraction en l'absence des 
contraintes; C, = On/00y et C, = 0n/00, ce qu'on appelle les 
constantes photo-élastiques [250]; oy, contraintes normales dans 
la direction de la polarisation ; 6,, la somme des contraintes nor- 
males dans les deux autres directions (on appelle contraintes normales 
les éléments diagonaux du tenseur des contraintes; le signe plus 
est affecté à la contrainte de traction). Pour notre cas 


Ro (r)= 70 +BIT (r) — To] + Ci0r, @ + Ca (Oz + Ow, r); (1a) 


où 7,,# est l'indice de réfraction de la lumière polarisée dans les 
directions radiale ou tangentielle respectivement ; ©,, Oo, O2, les 
contraintes radiales, tangentielles et longitudinales. La théorie de 
l'élasticité conduit aux expressions suivantes de la distribution des 
contraintes thermiques à l’intérieur d’un barreau de longueur infinie 
pour une distribution de la nes symétrique à l'axe [251]: 


O7 — Tr 75 lo Toy (r)}, 
Ce = Ten (le Tao (r) — 2T (r)], (2) 
O0; — — mi ET —T (r)]. 


Le 


Ici & est le coefficient de dilatation thermique; Æ, le module de 
Young; pu, le coefficient de Poisson qui varie pour la plupart des 
matériaux de 0,25 à 0,3 ; T,, la température moyenne du barreau ; 


T 


Tnoy (7) = à T (r')r' dr’, la température moyenne du milieu dans 


la zone de on r adjacente à l’axe. 

En portant (2) dans ({a) on aboutit aux formules connues des 
variations de l'indice de réfraction à l’intérieur d'un élément actif 
rond cylindrique, rendues publiques pour la première fois par [70, 711]. 
Ecrivons ces formules sous la forme ordinairement employée de nos 


jours : 
pour a: T'moy (7); (3) 


les constantes lasers en introduites pour la première 
fois par l’auteur et Grichmanova [200]. (3) entraîne que la grandeur P 
caractérise les variations de l’indice de réfraction mises en moyenne 
suivant les deux polarisations; Q, la biréfringence. Comme on le 
verra par la suite, ces deux constantes conservent le même sens 
et sont suffisantes pour décrire complètement les déformations du 
résonateur aussi dans le cas important des éléments actifs à section 
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rectangulaire fortement étendue, éclairés uniformément du côté des 
deux surfaces latérales. 

L'introduction de nouvelles constantes thermo-optiques est justi- 
fiée par les raisons suivantes. Avant les lasers, l'optique s’intéres- 
sait surtout aux pièces qui n'étaient pas sollicitées par des contraintes 
internes élevées ; leur température pouvait changer dans le temps 
tout en restant pourtant à peu près la même suivant le volume. Si 
dans une telle pièce le rayon lumineux parcourt la distance L, alors, 
lorsque la température change de AT suivant toute la pièce, le che- 
min optique à l’intérieur de cette pièce changera de A (ni) — 
— nAT-al + IAT.$. Puisque dans ces conditions le trajet parcouru 
par le rayon lumineux hors de la pièce diminue de A}, l’accroisse- 
ment total du chemin optique est égal à A (nl) — AI = WIAT. 
où W= $ + (n — 1) & est la constante thermo-optique utilisée 
par tradition dans la construction des appareils optiques. 

Notons encore, pour ne pas revenir à cette question des constantes 
thermo-optiques, que dès le début des années 1970 certains cher- 
cheurs, en sélectionnant la composition optimale du verre au néody- 
me, préféraient se guider non pas par P et Q, mais par W (par exem- 
ple, [253, 254]). Ceci était dû en partie au fait que pour de nombreux 
verres lasers les valeurs numériques de W et P sont voisines, et en 
partie, à celui que les auteurs de [253] ont créé une méthodologie 
de la mesure de W bien plus simple et commode que celle élaborée 
par [200, 255, 256] pour la mesure directe de P et Q. Toutefois, de 
nombreuses données concrètes de [256, 257] témoignent du fait que 
lors de la mesure de la composition des verres, la corrélation entre 
W et P est loin d’être parfaite. C’est ce qui fait que de nos jours, 
pratiquement, tous les ouvrages consacrés à ce qu’on appelle verres 
athermaux recourent seulement, en guise de constantes thermo-opti- 
ques servant de critère, à P et Q (pour plus de détails, cf. [258]). 

Poursuivons l'étude des déformations thermiques des résonateurs 
à éléments cylindriques ronds. La formule (3) décrit les variations 
de l'indice de réfraction à l’intérieur d’un barreau de longueur infi- 
nie. Îl faut encore tenir compte du rôle éventuel des effets sur les 
bords dans les barreaux de longueur finie. Cette question nulle- 
ment iriviale est une source de nombreuses erreurs ; nous allons donc 
l’examiner de plus près. 

L’allure de la distribution des contraintes normales longitudi- 
nales et des effets sur les bords dans les problèmes de ce type est 
explicitée par la figure 5.1. Imaginons d’abord que le barreau de 
longueur ! aux faces planes à l’état non échauffé fait partie d’une 
tige monolithe de longueur infinie qui ne subit l’action d'aucune 
force externe (fig. 5.1, a). 

Chauffons maintenant uniformément la tige infinie suivant toute 
la longueur; pour fixer les idées, admettons que la température 
décroît monotonement à mesure qu'on s'éloigne de l’axe. Des considé- 
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rations de symétrie rendent clair que toute section perpendiculaire 
à l’axe, plane dans la tige de longueur infinie non sollicitée par 
des contraintes, reste également plane après son échauffement symé- 
trique à l’axe. Deux sections extraites séparées par la distance 
n’en font pas exception. Il s'ensuit que dans le cas considéré, toutes 
les couches qui se trouvent à des distances différentes de l’axe acquiè- 
rent le même allongement relatif le long de l'axe, qui correspond 
évidemment à la température moyenne de l’échauffement. Pour 


Fig. 5.1. Distribution des contraintes normales longitudinales et les effets 
sur les bords dans un barreau actif à distribution de la température symétrique 
à l'axe: a) tige cylindrique de longueur infin‘e; b) barreau de longueur finie. 


les couches froides cet allongement est excédentaire, pour les couches 
chaudes, il est insuffisant, d’où l’allure de la distribution de 0. 
décrite par la formule (2) et visualisée par la figure 5.1, a. 
Effectuons d’après les sections retenues des coupes et extrayons 
de cette façon notre barreau de longueur finie. Jusque-là le système 
d'efforts représenté sur la figure 5.1, a, était appliqué à ses deux 
faces pour les maintenir planes malgré l’échauffement irrégulier. 
Maintenant, supprimons ces efforts, en laissant les faces subir la 
déformation. [Il est évident que la valeur des déformations sera la 
même que dans le cas où à chaque face du barreau non sollicité 
par des contraintes serait appliqué le même système d'efforts dirigé 
dans le sens opposé (fig. 5.1, b). La résultante de ces efforts est nulle 
de chaque côté; conformément au principe de Saint-Venant [251] 
connu en théorie de l’élasticité, ils sont donc capables de provoquer 
des déformations perceptibles seulement dans les secteurs adhérant 
directement aux faces et dont la longueur ne dépasse pas le diamètre 
D du barreau. L’allure résultante des déformations longitudinales 
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du barreau acquiert la forme représentée par convention sur la 
figure 5.1, b (en réalité, en plus de toutes les autres actions, l’incur- 
vation sollicite non seulement les faces, mais encore les parties 
de la surface latérale du barreau qui leur adhèrent). Les sections 
qui étaient planes dans le barreau non chauffé restent planes égale- 
ment sur toute sa longueur après son échauffement irrégulier. Il 
n’y a que de petits secteurs près des faces qui se dilatent librement 
en fonction de leur température individuelle. Il s'ensuit que la dif- 
férence Al entre les valeurs de la longueur du barreau fournies par 
la mesure le long de l’axe et suivant la génératrice (fig. 5.1, b) 
est non pas &alAT, comme cela peut sembler d’abord, mais de nom- 
breuses fois plus petite <-a&DAT, où AT est la différence totale des 
températures. 

Bien que la conclusion suivant laquelle la flèche très petite 
des faces ne dépend pratiquement pas de / eût été en 1966 [74] tirée 
déjà de la théorie de l’élasticité et confirmée par des mesuresdirectes, 
on n’a pas fini à l’époque avec les idées erronées sur les déforma- 
tions thermiques. A titre d'exemple mentionnons l'ouvrage [2591], 
dans lequel les flèches des faces étaient évaluées et les conséquences 
qui en découlent analysées à partir de la formule A! = œlAT. Vrai- 
semblablement, c’est justement une erreur de cette sorte qui a obligé 
les auteurs de [253] d'inclure dans la formule initiale des déforma- 
tions du résonateur le terme & (7 — 1) AT qui ne devait pas y figu- 
rer. 

On peut tirer le bilan. L'allure des contraintes et des déforma- 
tions dans un barreau de longueur finie se distingue de celle d'une 
tige de longueur infinie seulement dans de petits tronçons près des 
faces du barreau, où le matériau est moins sollicité par les contraintes. 
Si on tient compte du fait que lors du passage de la lumière par les 
pièces non sollicitées et thermiquement sollicitées les variations 
moyennes du chemin optique sont décrites par les constantes W 
et P qui diffèrent peu en valeur, il devient clair que dans cette situa- 
tion les effets sur les kords ne jouent pas de rôle particulier. En effet, 
dans les descriptions de [200] ils ne se manifestent pas perceptible- 
ment même avec //D = 4. De la sorte, les déformations du réso- 
nateur à barreau d’une longueur !, échauffé symétriquement par 
rapport à l'axe peuvent être calculées par la simple multiplication 
de l'égalité (3) par Z. Dans ce qui suit nous aurons pourtant à consi- 
dérer le cas où des effets sur les bords analogues jouent un rôle im- 
portant. 

Conséquences des aberrations et tentatives de leur correction. La 
formule (3) entraîne que quelle que soit la forme de T (r), en plus 
de la formule triviale 7 (r) = Cte, on observe également les varia- 
tions de l'indice de réfraction moyen pour les deux polarisations 
et la biréfringence. Nous savons déjà d’après les chapitres 2 à 4 à quoi 
conduit la présence du gradient de l'indice de réfraction. Pour la 
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relation quadratique entre 7 et r, caractéristique des lasers continus 
et fréquentiels, l’indice de réfraction moyen est également une fonc- 
tion quadratique de r, ce qui est dû à l’apparition d’un fort « effet 
de lentille » thermique. S’il n’y a rien qui compense cette « lentille » 
la divergence du faisceau s’avère très forte. En intercalant dans le 
résonateur un correcteur de phase quadratique correspondant on 
diminue la divergence (54, 260]. 

La présence perceptible d’un effet de lentille dans le barreau 
s’observe parfois également en régime des impulsions unitaires. 
Sa compensation exerce naturellement la même action sur la diver- 
gence [261, 262]. Pourtant, il ne faut pas surestimer les possibilités 
que cette méthode présente pour lutter contre les « lentilles » thermi- 
ques. En effet, la correction dynamique de toutes perturbations, 
y compris des effets de lentille arbitraires, est une tâche très ardue. 
Les méthodes de correction techniquement complexes, dont nous 
traiterons dans les deux paragraphes suivants, n’ont été dévelop- 
pées que ces derniers temps et seront probablement utilisées dans 
des cas assez importants. Mais s’il s’agit des moyens relativement 
simples, il reste seulement à placer à l’intérieur du résonateur un 
correcteur choisi à l’avance, ajuster le résonateur en tenant compte 
de l'effet de lentille produit par la suite (ce qui a été fait en parti- 
culier, pour créer la source pilote monoimpulsionnelle décrite par 
[129)), etc. Dans cette situation, toute variation du régime ther- 
mique de l'élément actif et des conditions du pompage suffit pour 
que la compensation soit compromise. Et une bonne correction de- 
vient tout à fait problématique en régime des impulsions unitaires 
puissantes des oscillations libres, lorsque la valeur des déformations 
change sensiblement au cours de l’impulsion. La tentative peut-être 
unique de créer un élément susceptible de compenser la lentille ther- 
mique survenant au cours de l'impulsion a été décrite par [263]. 
Cet élément était constitué d’un miroir dont la masse absorbait une 
petite partie du rayonnement incident et qui subissait de ce fait une 
flexion thermique. Le miroir a été testé avec succès en dehors du 
résonateur, mais n’a pourtant pas trouvé d'application spéciale. 

La biréfringence conduit également à des conséquences fâcheuses. 
On sait que le résultat du passage de la lumière à polarisation plane 
par un milieu anisotrope dont l’axe optique est perpendiculaire à la 
direction de la propagation, dépend sensiblement de l'orientation 
réciproque de l’axe optique et du plan de polarisation initiale. 
S'ils sont parallèles ou perpendiculaires entre eux, la lumière garde 
sa polarisation plane. Dans tous les autres cas la polarisation devient 
elliptique: une deuxième composante linéaire apparaît et on dit 
d’après l’usage que le faisceau se dépolarise. Dans un barreau rond 
à distribution de la température symétrique par rapport à l’axe, les 
axes optiques locaux du milieu dont l’anisotropie est due aux con- 
traintes, sont dirigés suivant les rayons. Aussi, après la traversée 
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DEEP: 


Fig. 5.2. Biréfringence dans les lasers à éléments actifs ronds à distribution 
de la température symétrique à l'axe: a) direction des axes optiques locaux 
de l'élément actif (sont hachurées les zones à l’intérieur désuetles la lumière 
à polarisation plane, la direction de la polarisation étant indiquée par la grande 
flèche portée à côté, ne subit pas la dépolarisation); b) résonateur pour les 
lasers à lumière à polarisation plane dans lequel la biréfringence n’entraiîne 
pas la perte d’énergie ; c) schéma L'un amplificateur à deux traversées à biréfrin- 
gence compensée ; d) schéma d'une source analogue: 1 — élément actif sous la 
forme d'un cylindre circulaire ; 2 — miroir à réflexion totale; 3 — miroir de 
sortie; 4 — prisme de Glan (le rayonnement à l'une des polarisations passe 
sans pertes, celui à l’autre polarisation est réfléchi par le plan de collage diago- 
nal) ; 5 — prisme réflecteur à quatre faces; 6 — lame de phase à quart d'onde 
dont la direction principale fait avec le plan de la figure un angle de 45°; 
7 — polariseur (représenté par convention) dont le plan principal fait 45° avec 
le plan de la figure; 8 — obturateur électro-optique. 


d’un tel élément, la dépolarisation se produit-elle dans tous les sec- 
teurs de la section sauf dans ceux qui adhèrent aux deux droites 
passant par l’axe de l’élément, dont l’une est parallèle au plan de 
polarisation du faisceau initial, et l’autre lui est perpendiculaire 
(fig. 95.2, a). | 
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Si le résonateur comporte des éléments qui assurent une polari- 
sation totale ou partielle du rayonnement, la biréfringence détermine 
une allure « croisée » très caractéristique de la distribution suivant 
la section des composantes de polarisation. Pour le cas de la biré- 
fringence faible dans des résonateurs plan et télescopique, cette 
allure a été explorée théoriquement et expérimentalement par les 
auteurs de {264, 265] (elle s'est avérée plus favorable dans le résona- 
teur télescopique). Toutefois, même sans un examen détaillé, il 
est clair que dans de tels résonateurs la dépolarisation atténue la 
puissance, puisque le rayonnement de la composante de polarisation 
nouvellement apparue sort de telle ou telle façon du résonateur sans 
contribuer au signal utile. Dans le cas d’une forte biréfringence, le 
niveau de dépolarisation et des pertes en puissance deviennent impor- 
tants (les oscillations peuvent même être tout à fait coupées). D'’ail- 
leurs, on peut l'éviter en utilisant le schéma proposé par [266] 
et dont le sens se ramène à ce que le résonateur est «fermé» au rayon- 
nement de polarisation indésirable : cette radiation revient en arrière 
saus passer par la partie du circuit optique qui contient l’obturateur 
et le miroir de sortie (fig. 9.2, b). 

Même dans le cas où la biréfringence ne conduit pas à la perte 
de puissance (en particulier, en l’absence des polariseurs), plusieurs 
effets fâächeux demeurent aussi bien dans les sources que dans les 
amplificateurs. Notamment, les oscillations propres du résonateur 
à milieu anisotrope symétrique par rapport à l’axe ne peuvent avoir 
suivant toute la section le même état de polarisation. Ceci conduit 
généralement à l’affaiblissement brusque de la cohérence spatiale 
du rayonnement ; dans le meilleur des cas le laser commence à fonc- 
tionner sur des modes dont la polarisation dans chaque zone de la 
section est orientée le long du rayon ou tangentiellement [267, 268]. 
Nous avons dit au $ 2.2 que de tels états de polarisation s’obtien- 
nent seulement à la suite de superposition des modes d'ordre plus 
élevé que l’ordre nul (cf. fig. 2.14). Dans les amplificateurs lasers, 
même en régime des impulsions unitaires, la biréfringence peut com- 
promettre la répartition régulière de l'intensité du rayonnement 
suivant la section [269, 270]; elle est un obstacle à la création des 
amplificateurs à plusieurs traversées très efficaces dans lesquels la 
réaction est éliminée à l’aide des effets de polarisation [271]. 

Tous ces phénomènes compliquent sensiblement la construction 
des systèmes lasers monomodes à faible divergence du faisceau. 
C'est pourquoi les tentatives d'éliminer complètement les consé- 
quences de la biréfringence en réalisant sur le chemin entre deux 
éléments actifs identiques une rotation de 90° du plan de polarisa- 
tion, présentent un intérêt incontestable. Le rayonnement qui dans le 
premier élément avait la polarisation r, dans le deuxième élément 
aura alors la polarisation q et inversement. Il est évident que dans 
ces conditions les déphasages entre les différentes composantes de 
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polarisation des deux éléments actifs se compensent et les manifesta- 
tions de la biréfringence disparaissent [272]. On peut également attein- 
dre un effet analogue avec un élément actif en réalisant la rotation 
du plan de polarisation sur le chemin de l’élément au miroir et inver- 
sement (on peut l'obtenir, par exemple, en plaçant entre l’élément 
et le miroir un rotateur de Faraday de 45°). 

Une analyse détaillée des montages éventuels des amplificateurs 
et des oscillateurs à deux traversées à biréfringence compensée, 
dont deux sont représentés sur les figures 5.2, c, d, est réalisée par 
[273]. Les expériences décrites dans le même ouvrage ont montré 
d’une part, que lors de l’utilisation de ces circuits la biréfringence 
n’atténue pas réellement la puissance d’une façon aussi brusque 
que dans les lasers ordinaires; d’autre part, il n’est pas du tout 
simple d'obtenir dans ce cas la précision nécessaire de tous les élé- 
ments optiques et leur orientation réciproque. D'autre part, la com- 
pensation de la biréfringence s'avère ici incomplète, puisque la 
présence de mêmes aberrations thermiques fait que les rayons, en 
traversant l’élément actif, ne sont pas parallèles à son axe. 

Mentionnons encore la méthode originale de compenser les défor- 
mations thermiques en créant dans l’élément actif des précontraintes 
établies de façon convenable par sa trempe [274], et passons aux ten- 
tatives de réduire les déformations elles-mêmes. 

Différentes méthodes de réduire les déformations du résonateur. 
Le procédé le plus naturel de diminuer les déformations thermiques 
d’un résonateur est de prendre toutes les mesures pour rendre le 
champ thermique uniforme suivant tout le barreau actif. En régime 
des impulsions unitaires le rôle décisif revient, évidemment, à la 
distribution uniforme du pompage suivant le volume de l'élément 
actif. Puisque, de toute façon, il est impossible d’atteindre l’unifor- 
mité parfaite, on crée parfois dans l'élément actif un gradient de 
température inverse au gradient installé par pompage. Ceci peut 
s’obtenir en modifiant dans le temps suivant une loi donnée la tem- 
pérature du liquide réfrigérant [275] ou en échauffant le barreau 
par une impulsion de pompage supplémentaire et en faisant une cer- 
taine pause pour assurer par refroidissement la distribution néces- 
saire de la température [271]. Dans les lasers fréquentiels fonction- 
nant par séries des impulsions, le mieux, probablement, est de refroi- 
eir l'élément actif seulement dans les intervalles entre les séries, en 
Id laissant pendant les séries elles-mêmes s’échauffer librement, pour 
réduire ainsi au minimum les différences de température suivant 
la section [2761]. 

Ce recensement à lui seul rend claire la nécessité de trouver des 
méthodes plus radicales pour éliminer les déformations thermiques. 
De telles méthodes existent, en effet. L’une d'elles consiste à rendre 
planes les surfaces latérales de l’élément actif, alors que le faisceau 
traverse le barreau obliquement par rapport à ces surfaces, subis- 
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sant sur ces dernières plusieurs fois la réflexion interne totale. Dans 
ces conditions, chaque rayon du faisceau parallèle traverse toutes 
les couches du barreau à différents température et indice de réfrac- 
tion, ce qui conduit à l’égalisation des chemins optiques, c'est-à-dire 
à l'absence des déformations thermiques. 

La production des faisceaux de rayonnement qui ont subi la 
réflexion sur les parois latérales des éléments actifs de section rectan- 
gulaire et octaèdre a été observée pour la première fois par Vaniou- 
kov et ses collaborateurs dès 1963-1964 [18]. Les schémas différents 
des sources et des amplificateurs à réflexion interne totale dans l’élé- 
ment actif ont été discutées vive- | 
ment en 1965-1968 [277, 139, 140]; 5 : 
deux d'entre ces schémas emprun- 
tés à [139, 140] sont représentés 
sur la figure 5.3. Il est vrai que leurs 
auteurs avaient surtout pour but 
d'utiliser la dépendance brusque 
entre le coefficient de réflexion et —+ 
l'angle d'incidence au voisinage de 
l'angle critique de la réflexion inter- Z) 
ne totale pour la sélection angulaire 
du rayonnement (cf. $ 2.6, fig. La 
2.24, d); mais ils indiquaient qu'ils * 
poursuivaient également le but de 
résoudre le problème des déforma- 
tions thermiques [140]. b) 

Enfin, dans les années 1970 l’at- PR Re de ce 
ennon à ces idées était de ne. Heon nie totale dans l'élément 
attirée parles travaux de Mikaélian tif: a), b) schémas proposés par 
et Diatchenko [278] qui n’utilisaient [139, 140] respectivement. 
déjà plus la relaiton entre le coeffi- 
cient de réflexion et l’angle d'incidence, mais s'intéressaient seule- 
ment au problème des déformations thermiques. Ils ont classifié les 
résonateurs de ce type, qu’ils ont appelé résonateurs guide d'onde, 
et ont démontré expérimentalement qu'il était possible d'éliminer 
les déformations thermiques. Pourtant, les sources de ce type ne se 
sont pas répandues par suite de la difficulté de fabrication des 
éléments actifs, de leur refroidissement compliqué et d’autres 
raisons de ce genre. 

La méthode qui consiste à faire passer la lumière à polarisation 
plane par les éléments actifs cette fois encore obliquement par rap- 
port aux parois latérales planes, mais déjà sous incidence de Brews- 
ter, de façon que sans se réfléchir la lumière passe au contraire 
presque sans pertes à travers les surfaces s'est avérée plus viable. 
Cette méthode est utilisée pour la construction des lasers fréquentiels 
(par exemple, {279]), ainsi que des étages de sortie puissants des 
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sources monoimpulsionnelles [280, 281]. Dans les lasers fréquentiels 
les éléments sont immergés dans un liquide réfrigérant dont 
la présence diminue l’incidence de Brewster et permet de réduire 
à l'extrême les pertes inévitables lors du passage de la lumière par 
les surfaces. Ceci à son tour rend possible d’intercaler dans un réso- 
nateur un grand nombre d'éléments actifs auxquels on donne la 
forme de disques minces (fig. 5.4, a). Leur faible épaisseur détermine 
une brusque atténuation des différences de température et contribue 
à rendre plus uniforme la distribution du pompage. 

Dans les amplificateurs terminaux des lasers monoimpulsionnels 
on n'utilise pas les liquides réfrigérants ou d'immersion par suite 


CRD 


Fig. 5.4. Schéma de la disposition des éléments actifs: a) éléments à disque 
dans un liquide réfrigérant (laser fréquentiel) ; b) lames dans l’air (laser monoim- 
pulsionnel). 


de leurs seuils très bas d’autofocalisation. Les amplificateurs de ce 
type ne peuvent donc fonctionner qu’en régimes monoimpulsion- 
nels. Ceci présente également un aspect positif: les charges ther- 
miques ne sont pas grandes et les éléments actifs peuvent être rendus 
assez épais; ainsi, suivant [281], l’épaisseur était de 30 mm. Il 
est donc possible de se borner à un nombre modeste d'éléments. 
Le diamètre de l’ouverture de la lumière est dans ces conditions géné- 
ralement très grand et atteint parfois 200 mm ([281]; aussi est-on 
obligé de réaliser le pompage par les mêmes parois latérales, par 
lesquelles on a fait passer le rayonnement amplifié, et de disposer 
les éléments de façon qu'ils ne fassent pas l’un à l’autre écran par 
rapport à la source de pompage (fig. 5.4, b). Malgré leurs caractéris- 
tiques uniques, les amplificateurs à disques ne s’emploient que dans 
des cas exceptionnels, par suite de leur encombrement énorme et une 
fabrication très difficile. 

Et pourtant l’idée la plus fructueuse sur les méthodes permettant 
de supprimer les aberrations thermiques dans les voies des résona- 
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teurs et des amplificateurs repose dans un domaine quelque peu 
différent. Pour la première fois elle a été énoncée par Snitzer [71]; 
elle concerne seulement les lasers à verre et se ramène au fait que 
les déformations thermiques peuvent être affaiblies sensiblement 
par le choix de la composition du verre. C’est que les variations de 
l'indice de réfraction sous l’effet de la différence de température 
elle-même et des contraintes qui apparaissent dans ces conditions, 
sont dirigées pratiquement toujours dans des sens différents : dans 
la formule de P les termes en dn/dT et ôn/ô0 se retranchent l’un de 
l’autre (B << 0, C, + 3C: << 0). Ceci s'explique facilement : la dimi- 
nution de l'indice de réfraction avec l’augmentation de la tempé- 
rature est dans une grande mesure liée à l’atténuation de la densité 
du milieu, alors que les contraintes thermiques entravent toujours 
la redistribution de la densité dans une pièce irrégulièrement chauffée 
(cf. fig. 5.1 et les commentaires à cette figure). En même temps, 
les propriétés thermo-optiques du milieu ne dépendent pas, certes, 
seulement de la densité (le témoignage en est fourni ne serait-ce que 
par la biréfringence) et dans une mesure définie il est possible de 
faire varier indépendamment certains paramètres figurant dans (1) 
et (3). Les limites de variation sont particulièrement larges pour le 
coefficient thermique de l’indice de réfraction B et avec lui égale- 
ment pour P. 

Les travaux de recherche dans cette direction ont rapidement 
abouti à des progrès frappants dans le domaine des lasers à verre 
au néodyme. Tout un jeu de verres lasers dits athermaux sont apparus 
pendant quelques années; dans ces verres telle ou telle combinaison 
linéaire des constantes thermo-optiques P et Q est réduite à zéro. 
Pour comprendre quel est l’objectif que se posent les concepteurs 
des verres lasers reprenons la relation (3). 

La variante optimale est celle, certes, lorsque aussi bien P 
que Q sont nuls. Dans ce cas il ne doit pas y avoir de déformations 
thermiques quelle que soit la forme de 7 (r). En effet, on a réussi 
à créer ces dernières années des verres pour lesquels à l’ambiante P 
et Q@ sont extrêmement petits [282] (la réserve sur la température 
s'explique par le fait que les constantes P et Q sont elles-mêmes 
ses fonctions lentement variables [283] et l’effet athermal est assuré 
seulement dans une marge étroite des températures). Toutefois, 
ces résultats ne peuvent s’obtenir que pour des verres phosphatés, 
dont la stabilité chimique et la résistance thermique sont bien infé- 
rieures à celles des verres siliciés les plus répandus. Pour ce qui 
est des verres siliciés, la quantité Q est pratiquement la même, 
quelle que soit la nuance, il n’y a que P qui se prête à la variation. 

Si Q 0 et si la forme de 7 (r) est arbitraire, il est impossible 
d'éviter les déformations thermiques. La distribution régulière de la 
température crée certaines conditions qui permettent de parer à cet 
état de choses. En particulier, dans le cas de la relation quadratique 
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entre TZ et r, caractéristique des lasers fréquentiels et continus, la 
formule (3) se met sous la forme 


n,.4a = 10 + PAT/2—(P + Q/2) AT (r/a}°, 


où AT est la différence totale des températures entre l’axe et la 
surface latérale ; a, le rayon du barreau. Il s’ensuit qu'avec P + Q/2-— 
— 0, pour le rayonnement de polarisation r ou œ les déformations 
thermiques sont absentes [284]. Pour les lasers fréquentiels on s’ef- 
force ordinairement de faire approcher P — Q/2 de zéro; en effet, 
la divergence de leur émission diminue fortement avec la diminution 
de cette grandeur (cf., par exemple, [257]). Pourtant, comme nous 
l’avons déjà indiqué, dans les éléments actifs ronds la biréfringence 
empêche la production du rayonnement à polarisation plane, et de 
<e fait une divergence petite limite reste de toute façon inaccessible. 

Lasers aux éléments actifs de section rectangulaire allongée. 
Tout ce qui vient d’être dit entraîne que même des possibilités défi- 
nies de régler les caractéristiques 


p thermo-optiques du verre ne per- 
2 mettent pas de résoudre com- 
CLÉ AN E plètement le problème des défor- 


mations dans les lasers à éléments 
actifs de section ronde tradition- 
nels. On voit également que toutes 
les difficultés ont à l’origine: 
1. Dans le cas général la forme de 
Fig. 5.5. Elément actif sous forme de la distribution des contraintes à 
lame. l’intérieur d’un élément rond ne 
reproduit pas la forme de la distri- 
bution de la température (cf. (2)); c'est justement pour cette raison 
que la compensation exacte des variations de l'indice de réfraction 
provoquées par sa dépendance de la température et des contraintes, 
n'est possible que pour certaines formes concrètes de T (r). 2. Les 
axes optiques locaux d’un milieu anisotrope dont est fait un barreau 
rond sollicité par des contraintes symétriques par rapport à l’axe 
sont orientés le long des rayons, et de cette façon leurs directions 
sont différentes dans diverses zones de la section, ce qui empêche 
la production d’un rayonnement à polarisation plane. 

L'origine de ces deux phénomènes est organiquement liée à la 
forme ronde de la section, et ils peuvent disparaître lorsque le type 
de symétrie de la section change. En effet, examinons les propriétés 
optiques d’une lame de verre délimitée par les plans x = +a et 
chauffée symétriquement par rapport au plan x = 0 (fig. 5.5). 
Il est évident qu'à l’intérieur d’une telle lame les axes optiques 
locaux ainsi que le gradient de la température ont la même direction 
dans tout le volume. D'autre part la théorie de l’élasticité enseigne 
qu’en l’absence des forces extérieures, la forme de la distribution 
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des contraintes reproduit ici fidèlement la forme de la distribution 
de la température [251]: 


(e 4 
0x := 0, RS SEE ET [To—T (x)]}, 
a 
où To — : | T (x) dr est la température moyenne. En portant ces 


formules dans (1) et en admettant que la lumière se propage dans 
la lame le long de l’axe des z, on obtient la relation suivante [200] 


Nx,y = ot (P +OQ)IT (x) — To}, (3) 


où 7,., est l'indice de réfraction de la lumière polarisée le long des 
axes x et y respectivement ; », est encore l'indice de réfraction dans 
un milieu sans contraintes à la température T4. 

On en tire immédiatement une conclusion évidente : si on utilise 
comme élément actif une telle lame en verre à P +Q == 0 ou P — 
— Q = 0, dans le cas du rayonnement à polarisation plane avec 
une ou deux directions de polarisation, le résonateur ne doit pas se 
déformer quelle que soit la distribution de la température. Rap- 
pelons seulement que cette distribution doit toujours rester symé- 
trique par rapport au plan zx = 0; s’il n’en est pas ainsi, la lame 
se fléchira et pour décrire les déformations du résonateur il faudra 
une expression bien plus compliquée, dans laquelle en plus de P 
et Q figurera encore le paramètre W. 

[1 reste seulement à examiner les effets sur les bords et les carac- 
téristiques de polarisation du rayonnement. Commençons par la 
question plus simple des effets sur les bords. Tout comme dans le 
cas d'un cylindre rond, la largeur du domaine adhérant aux bords de 
la lame, à l’intérieur duquel l’allure des contraintes et des défor- 
mations diffère sensiblement de celle qui a lieu dans une plaque infi- 
nie, ne dépasse pas l'épaisseur de la lame (ce qui est confirmé par 
les résultats des calculs correspondants [285]). Toutefois, dans ces 
conditions, à la différence des éléments ronds, ce domaine borde 
la lame de toutes les quatre côtés (sur la figure 5.5 ce domaine est 
hachuré). Si les zones adhérant aux faces terminales de l'élément 
ne jouent pas de rôle particulier (pour les mêmes raisons que dans le 
cas des barreaux ronds), il en va tout autrement pour les zones adhé- 
rant aux faces latérales : la lumière les traverse non pas transversale- 
ment, mais longitudinalement, suivant toute la longueur et l'effet ob- 
tenu s'avère important. Il s’ensuit que dans le cas de grands gradients 
de la température, le rayonnement qui passe près des faces latérales 
déviera sensiblement de la direction rectiligne et n’apportera pas de 
contribution au maximum central du diagramme de directivité. De la 
sorte, du point de vue des déformations thermiques, il est désirable que 
l'épaisseur de la lame, déterminant la largeur des zones marginales, 
soit la plus petite possible; d'autre part, à mesure que l’épasseur 
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diminue, les vibrations de l’élément actif [192] et son échauffement 
à l’instant de pompage augmentent. 

Maintenant examinons le problème de la polarisation du rayon- 
nement généré. Puisque avec Q =£ 0 les déformations du résonateur 
ne peuvent être ramenées à zéro que pour un rayonnement à polari- 
sation plane dort la direction est bien définie, il faut obtenir d’une 
façon quelconque que la source émette précisément ce rayonnement. 
La biréfringence ne présente alors pas de danger: la direction de 
polarisation nécessaire est parallèle ou perpendiculaire à la direc- 
tion de l’axe optique du milieu. Les données de [264] et des travaux 
expérimentaux ultérieurs témoignent du fait qu'il n'existe pas 
d’autres raisons importantes quelconques qui dans le cas des lasers 
à verre au néodyme pourraient atténuer la puissance lors de la sélec- 
‘tion de la polarisation du rayonnement à l’intérieur du résonateur. 

Ainsi, le passage aux éléments à section rectangulaire fortement 
allongée permet à l’aide de moyens relativement simples d’éliminer 
les déformations thermiques sans atténuer la puissance. Dans ces 
conditions l’utilisation d’un polariseur n’est même pas de rigueur: 
on peut choisir les conditions de façon que la composante de polari- 
sation € nocive » soit dominée automatiquement. Explicitons ceci 
sur l'exemple du régime monoimpulsionnel. 

Lors de l’éclairement bilatéral symétrique d’un élément plan 
Je minimum de densité de pompage revient toujours au plan central 
(x — 0); en régime monoimpulsionnel, c’est évidemment là aussi 
que la température à l'instant de pompage est minimale. Supposons 
que la composition du verre est telle que P — Q = 0; puisque ordi- 
nairement Q >> 0, dans ces conditions la grandeur P + Qs’avère égale- 
ment positive. La formule (4) entraîne que dans ce cas, pour le rayon- 
nement polarisé le long de y, le gradient de l’indice de réfraction 
est absent, alors que pour l’autre composante de polarisation l’élé- 
ment est équivalent à la lentille divergente. Dans un résonateur 
plan ou télescopique ceci entraîne sans faute l’augmentation des 
pertes; c’est pourquoi la composante x peut être présente de pair 
avec la composante y seulement dès le début même de l’impulsion 
de pompage, tant que n’apparaît pas le gradient de la température 
perceptible. 

La polarisation « spontanée » du rayonnement des lasers à élé- 
ments actifs plans doit également avoir lieu pour certaines autres 
combinaisons des conditions et elle est réellement observée [284]. 

Malgré les expériences isolées prometteuses avec les éléments 
actifs plans de dimensions allant jusqu’à 40 X 240 X 600 mm [192], 
pour le moment les lasers de ce type n’ont pas connu d'extension 
particulière. La raison en est que de nos jours pour la plupart des 
lasers à solide on s’efforce de prévoir le régime déclenché de leur 
fonctionnement. Pour les lasers monoimpulsionnels les éléments 
actifs plans de grande section ne conviennent pas très bien: leur 
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géométrie est défavorable du point de vue de la superradiance qui 
dans la période d'accumulation de l’inversion joue un rôle très grand. 
Pour ce qui est des lasers à verre à grande énergie de sortie en régime 
d'oscillations libres, le mode exposé de leur construction est pro- 
bablement optimal [194]. 

A titre de conclusion examinons sommairement le problème 
des déformations thermiques des résonateurs des lasers à fluide. 
La quantité dn/dT est ici très grande et l’absence des contraintes 
statiques fait que rien ne la compense ; il en résulte que les variations 
de l'indice de réfraction sont très grandes. Le brassage de diverses 
couches du fluide qui a toujours lieu conduit encore à ce que le 
champ thermique est instable et que la distribution des inhomogéneéi- 
tés suivant le volume est irrégulière. Ce sont autant de raisons pour 
lesquelles une faible divergence des lasers à fluide puissants est prati- 
quement inaccessible. Les milieux liquides ne s’emploient donc large- 
ment que dans de petits lasers à fréquence accordable, qui générale- 
ment n’imposent pas des exigences particulières quant à la diver- 
gence du faisceau. 4 


$ 5.2. Correction de phase des fronts d’onde. 
Holographie dynamique et diffusion stimulée 


Puisque dans les circuits optiques des dispositifs lasers il y a tou- 
jours des inhomogénéités de toute sorte, dont la diminution, si 
minime soit-elle, est parfois très compliquée, on s’efforce naturel- 
lement de trouver des moyens permettant d'assurer des caractéristi- 
ques de sortie élevées même en présence de ces inhomogéneités. 
Le présent paragraphe et celui qui le suit ont donc pour objet l’ex- 
posé des travaux relatifs à ce domaine. 

Systèmes de correction optico-mécaniques. Commençons par les 
procédés qui sont associés aux déplacements purement mécaniques 
de tels ou tels éléments du circuit optique. En premier lieu méritent 
l'attention les systèmes d’ajustage automatique des résonateurs 
lasers de plus en plus utilisés. Leur fonction consiste à accorder 
la disposition relative des miroirs pour optimiser l’un quelconque 
des paramètres de la source. Sans s’attarder aux détails techniques, 
examinons seulement la question de principe du choix du paramètre 
à optimiser. 

Le paramètre de sortie de l’oscillateur assez « sensible » à la 
géométrie du résonateur et dont le contrôle est le plus simple est sa 
puissance. Îl n’est donc pas difficile de créer un système d’auto-ajus- 
tage qui maintiendrait le niveau élevé maximal de la puissance de 
sortie. Pourtant, il n'est pas toujours possible d’utiliser un tel algo- 
rithme de fonctionnement, loin de là : la recherche d’un gain négli- 
geable en puissance peut facilement aboutir à de grandes variations 
dans la position de l’axe du résonateur, et avec elles, à celles de la 
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direction de l’émission. D'autre part, des cas sont possibles où le 
déplacement de l’axe du résonateur, assurant l'augmentation de la 
puissance, s’accompagne non seulement de la déviation de la direc- 
tion, mais aussi par d’autres conséquences intolérables. Nous avons 
déjà examiné un exemple de cette sorte au $ 4.2: à mesure que l’axe 
du résonateur d’un laser à flux s'approche de l'entrée du flux du 
milieu dans le résonateur, ce qui présente un avantage du point 
de vue de l'efficacité, l’irrégularité de la répartition du rayonnemet 
suivant la section du faisceau croît brusquement, et avec elle, la 
divergence. Enfin, il ne faut pas oublier non plus que dans les systè- 
mes fondés sur la mesure de la puissance de sortie, l’ajustage du réso- 
nateur ne peut se faire qu’un certain temps après le début de l’émis- 
sion. Aussi, les systèmes de ce type ne conviennent-ils pas pour la 
grande majorité des lasers pulsés. Il est également difficile de les 
appliquer dans certains lasers continus: il arrive qu’à l’instant de 
leur déclenchement on observe des désajustages si grands que le 
laser ne commence pas en général d’osciller sans un accord supplé- 
mentaire du résonateur. 

Pour toutes ces raisons un algorithme de fonctionnement plus 
raisonnable pour les systèmes d’auto-ajustage consiste à maintenir 
l'axe du résonateur en position donnée. Cette tâche peut être réalisée 
en utilisant l'émission d’une source extérieure de faible puissance, 
qui permet d'ajuster le laser sans attendre le déclenchement des 
oscillations. 

C’est précisément ce principe qui a régi la construction du systè- 
me d'’ajustage automatique des résonateurs instables décrits dans 
l'ouvrage [217] déjà mentionné ; le rayonnement d’un laser à hélium- 
néon auxiliaire est injecté ici à l’intérieur du résonateur le long de- 
son axe à travers le petit trou au centre d’un des miroirs. Après 
avoir subi des réflexions multiples, ce rayonnement s’« étale » sur 
toute la section. Si le résonateur est désajusté, la répartition de l’in- 
tensité suivant la section s’avère asymétrique, ce qui peut être utilisé 
pour élaborer le signal d'erreur qui déclenche les automatismes cor- 
respondants. Le système décrit dans [217] permet d'assurer aussi 
bien la précision d’ajustage suffisante des miroirs (<—5”) que la « cou- 
verture » dans une plage assez grande des angles de désajustage initial 
(5° à 7’). L'utilisation d’un laser auxiliaire et des récepteurs de son 
émission fonctionnant sur une fréquence différente de celle de la 
source principale, permet d'éliminer les perturbations éventuelles 
provoquées par la production des oscillations dans ce dernier. Le. 
schéma prévoyant une injection supplémentaire du rayonnement 
par le trou central est encore commode par le fait que ce rayonnement 
passe dans le résonateur ajusté le même chemin que le rayonnement 
produit ; on peut donc l'utiliser pour diriger par le contrôle visuel 
ou automatiquement l'émission sur les dispositifs de mesure, etc. 

L'étape suivante du perfectionnement des méthodes de l’autoré- 
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glage mécanique des dispositifs lasers est l’application de ce qu’on 
appelle optique adaptative. Cette tendance est issue de l'idée, émise 
pour la première fois probablement par Babcook [286], sur la possi- 
bilité dans le cas des déphasages provoqués par la turbulence de l’at- 
mosphère, qui empêche l’observation des objets éloignés, d’autocom- 
pensation des phases du front d'onde. Voici en quoi consiste le pro- 
cédé typique de la résolution de ce problème par les méthodes d’op- 
tique adaptative: l’un des éléments du circuit optique du système 
récepteur-transmetteur, par exemple l’objectif à miroir du télescope, 
est monté à partir de nombreux miroirs plus petits, capables d’ef- 
fectuer de petites translations. Ce sont ces translations qui assurent 
la compensation des déphasages à grande échelle. 

Pour la conception des dispositifs de ce type le plus difficile 
est d'élaborer les signaux d'erreur. Supposons qu’on ait, par exem- 
ple, à résoudre le problème de la production d’un faisceau à petite 
divergence limite. Dans le cas d'une position invariable des parties 
isolées d'un miroir composite, l'enregistrement et l'analyse de la 
forme de la répartition de l’intensité dans la zone éloignée ne per- 
mettent pas encore d'établir quels déplacements sont necessaires 
pour améliorer cette forme. En effet, des formes différentes du front 
d'onde peuvent donner lieu à la même répartition dans la zone éloi- 
gnée ; ainsi, au $ 1.1 nous avons vu déjà que les faisceaux qui diffè- 
rent par le signe de la courbure du front d'onde sphérique ont les 
mêmes divergences. 

Pour obtenir quand même l’information nécessaire sur l'écart 
de chaque miroir isolé par rapport à la position optimale qui corres- 
pond au maximum de l'intensité axiale de la lumière du dispositif 
dans son ensemble, le plus simple est d'utiliser la circonstance sui- 
vante. La relation entre l'intensité axiale globale F de la lumière 
et la coordonnée d’un des miroirs x mesurée le long de l’axe perpendi- 
culaire à sa surface, est visualisée sur la figure 5.6. Si ce miroir 
oscille avec une amplitude bien inférieure à la longueur d'onde h 
autour de sa position optimale zx,, l'intensité axiale de la lumière, 
comme le montre la figure, reste pratiquement constante. Mais 
si la position moyenne du miroir se déplace en un point quelconque 
x, perceptiblement éloigné de zx,, la valeur de l'intensité lumineuse 
axiale commence à osciller à la même fréquence que le miroir. La rela- 
tion entre les phases de ces deux oscillations dépendra évidemment 
de la direction dans laquelle la position moyenne du miroir s'est 
déplacée par rapport à la position optimale. 

Maintenant, en laissant fixe seulement l’un des miroirs, faisons 
vibrer chacun des autres à sa fréquence individuelle et effectuons la 
décomposition spectrale de la dépendance temporelle de l'intensité 
lumineuse axiale. Il est évident que la présence dans cette décompo- 
sition des composantes à fréquences égales aux fréquences des oscil- 
lations des miroirs isolés témoignera du fait que la position des miroirs 
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donnés doit être réglée. Les relations des phases fourniront l’informa- 
tion sur la direction des déplacements nécessaires. 

Ce principe a été réalisé et décrit dans les ouvrages connus 
(287, 288]. Le premier d’entre eux décrit la fabrication et les tests 
couronnés de succès d’un système adaptatif de 7 éléments, le deuxième, 
de 18 éléments. Sans aucun doute, par la suite les possibilités de 
l'optique adaptative vont s'élargir. Au lieu d’un jeu de miroirs 
isolés on commence dès maintenant à utiliser des miroirs flexibles 
uniques: ceci correspond au passage de l’approximation en « gra- 
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Fig. 5.6. Intensité lumineuse axiale en fonction de la position de l'une des 
parties du miroir composite 


dins » de la répartition de phase donnée à une approximation plus 
parfaite à l’aide des fonctions continues. Le nombre de paramètres 
devant subir le réglage indépendant augmentera lui aussi; une 
assez bonne idée des voies de développement de l’optique adapta- 
tive est donnée dans [334]. 

Malgré toutes ces promesses, il est difficile de compter pour les 
résonateurs lasers sur une large application directe de l’optique adap- 
lative: la conception d’un miroir accordable à faible inertie sus- 
ceptible de fonctionner dans les conditions des charges radiatives 
élevées est une tâche très compliquée. D'autre part, comme nous 
l'avons vu aux chapitres 3 et 4, dans les résonateurs instables de 
petites aberrations de phase ne peuvent pas conduire ni à un régime 
mullimode, ni à une forte diminution de la puissance de sortie, et 
provoquent seulement des déphasages du front d’onde de l'émission, 
qui peuvent parfaitement être compensées hors du résonateur. C'est 
pourquoi l'emplacement optimal des miroirs accordables compo- 
sites est la sorlie du système de formation, où la densité du rayonne- 
ment est de nombreuses fois plus faible qu'à l’intérieur du laser. 
Pour ce qui est des résonateurs, parmi les dispositifs de leur cor- 
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rection mécanique, probablement l’usage ne consacrera l’utilisation 
à une vaste échelle que des systèmes d’auto-ajustage les plus simples, 
qui peuvent être complétés par des systèmes de compensation auto- 
matique des aberrations d’onde du deuxième ordre variant dans le 
temps (effet de lentille), très utiles et pas trop compliqués. 

D'autres méthodes de transformation de la forme du front d'onde 
présentent également un grand intérêt. La plus universelle et géné- 
rale parmi elles est évidemment l’'holographie. 

Principes de correction holographique. Dans le processus de 
l'enregistrement d’un hologramme représenté sur la figure 5.7,a 
participent ordinairement deux faisceaux lumineux réciproquement 
cohérents. Lors de l'utilisation standard de l’holographie pour la 
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Fig. 5.7. Illustration de la correction holographique: a) eurewistrement d’un 

holozramme mince ; b), c) reconstitution de l’un des faisceaux lors de l’éclaire- 

ment de l'hologramme par l'autre faisceau; d) faisceaux et hologramme volu- 
mique. 


fixation des images des objets réels, l’un de ces faisceaux J est 
constitué par la lumière diffusée par l’objet éclairé par un rayonne- 
ment cohérent ; son front d'onde a une forme complexe qui porte 
l'information sur l’image de l’objet. La forme du front d'onde du 
faisceau 77, faisceau support, est régulière, par exemple, plane. 
Lorsque l’'hologramme, qui est un cliché de l’image d'’interférence 
entre ces deux faisceaux, est exécuté puis éclairé par le même fais- 
ceau support Z7, la lumière qu’il diffuse dans le sens d’un des ordres 
de diffraction a. comme on sait, la même structure qu'avait le fais- 
ceau J lors de l'enregistrement, c'est-à-dire cette fois encore elle est 
la porteuse de toute l’information sur l’image de l’objet (fig. 5.7,b). 
Pourtant, les faisceaux lumineux 7 et ZZ sont tout à fait analogues. 
Si le même hologramme est éclairé non pas par le faisceau support, 
mais par le faisceau objet 7, la lumière diffusée dans la direction cor- 
respondante aura la même structure qu'avait le faisceau ZJ lors de 
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l'enregistrement, c'est-à-dire la forme de son front d'onde sera régu- 
lière (plane). Ce processus est illustré par la figure 5.7, c. 

Cette propriété de l’hologramme repose précisément à la base 
des méthodes holographiques de correction des fronts d’onde du rayon- 
nement laser, réalisée pour la première fois par Soskine et ses colla- 
borateurs [289]. La fonction du faisceau objet JZ est assumée ici par le 
rayonnement laser, dont la forme du front d’onde doit être corrigée. 
Le faisceau support Z7 cohérent au front d’onde plan peut être formé, 
par exemple, d’une partie de ce même rayonnement qu'on fait passer 
par un sélecteur angulaire. 

Lors de l’utilisation de l’holographie pour la diminution de la 
divergence du rayonnement laser, le rôle décisif revient, pour des 
raisons parfaitement naturelles, à l'efficacité énergétique de la 
transformation, c’est-à-dire à la part de la puissance du faisceau éclai- 

rant l’hologramme, qui correspond à l’ordre de diffraction nécessaire. 

L'efficacité la plus basse, ne dépassant pas quelques pour cent, est 
propre aux hologrammes d'amplitude minces qui s’obtiennent par 
traitement usuel des matériaux photographiques à couches minces. 
Le blanchiment fait passer l’argent métallique en un composé trans- 
parent à indice de réfraction différent de celui de la gélatine de l’émul- 
sion, et l’hologramme d’amplitude devient hologramme de phase: 
sur l'hologramme exécuté aux maximums et minimums de l’image 
d’interférence enregistrée correspondent des secteurs de différent 
épaisseur optique. L'efficacité des hologrammes de phase minces 
peut en principe s'approcher de 30 % ; ce sont les hologrammes de 
cette sorte qui étaient employés par ce même groupe d'auteurs en 
1969-1972 pour explorer les possibilités du procédé de correction donné 
[289 à 291]. 

Parmi d’autres résultats décrits par les travaux mentionnés 
mérite d’être notée la réalisation de la correction de phase de l’émis- 
sion d’un laser à hélium-néon oscillant sur un mode transverse du 
résonateur stable TEM,, [290]. Avant la correction le faisceau de 
l'émission avait dans la zone de l’hologramme une surface équiphase 
plane et, en tant que rayonnement de tout mode non nul d’un réso- 
nateur stable, une répartition alternante de l’amplitude (cf. $ 2.1). 
Le changement du signe de l'amplitude peut être interprété comme 
un saut de phase de x; après la correction holographique ces sauts 
disparaissent et le front d'onde devient vraiment plan (bien que la 
répartition de l’amplitude reste, naturellement, irrégulière). Dans 
les conditions de [290] ceci a permis de réduire de quatre fois la diver- 
gence et d'accroître l'intensité lumineuse axiale, bien que l’efficaci- 
té énergétique de la transformation n'était que de 10% [291] *). 


*) Un prooene d ecorrection d’une efficacité énergétique plus grande, quoi- 
que moins élégant, utilisant une lame de phase stationnaire a été décrit quel- 
ques années plus tard par [292]. 
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Les expériences réalisées avec un laser à rubis fonctionnant en 
régime de « pics » ordinaire des oscillations libres [291] étaient tout 
aussi intéressantes. Le gain en divergence s’est avéré ici encore plus 
important. La possibilité même de réaliser la correction en régime 
des oscillations libres qui, lors de l’utilisation d’un résonateur plan, 
est le plus souvent multimode, résulte, en général, de deux circons- 
tances. Premièrement, dans le cas d’un milieu actif optiquement 
inhomogène, l’incurvation générale du front d’onde produite par les 
aberrations du résonateur, propre aux modes transverses différents, 
peut l'emporter sur les différences dans la forme des fronts d'onde 
des modes isolés (ce qui aussi avait probablement lieu dans les expé- 
riences de [291]). Deuxièmement, bien que les répartitions spatiales 
des champs puissent changer d’un pic à l’autre, les maximums de 
ces répartitions ne coïncident, naturellement, pas; c’est pourquoi 
le chevauchement des hologrammes, enregistré par le rayonnement 
de pics isolés n’est que partiel. Pourtant, la superposition partielle 
des hologrammes doit également réduire l'efficacité énergétique de la 
transformation ; dans les conditions décrites par [291] elle ne faisait 
que 3 %. 

Les expériences isolées menées à bien ne pouvaient pourtant, 
d'aucune façon libérer le processus de correction holographique donné 
de défauts sérieux qui lui sont inhérents. Déjà la seule utilisation des 
matériaux photographiques à couches minces impose des contraintes 
serrées aussi bien à la longueur d'onde opératoire, qu'aux densités 
admissibles des flux de rayonnement, et, enfin, à la valeur de l’ef- 
ficacité énergétique de la transformation. Ce qui importe encore 
plus, c’est que la correction à l’aide des hologrammes exécutés au 
préalable est possible seulement dans les rares cas où le laser fonc- 
tionne dans des conditions particulièrement stables et la forme du 
front d’onde de l'émission reste tout le temps la même. 

Tout ceci impose le passage à une holographie de phase volumi- 
que dynamique fondée sur les changements réversibles de l'indice de 
réfraction de tels ou tels milieux non linéaires dans le champ du rayon- 
nement ; grâce à la condition de Bragg connue la lumière incidente 
sur l’hologramme volumique est diffusée surtout en un ordre de dif- 
fraction et en principe l'efficacité de la transformation peut at- 
teindre 100 %. 

C'est cette voie qu'ont suivie toutes les recherches ultérieures 
dans ce domaine. Le schéma utilisé pour la correction par holographie 
volumique dynamique est donné par la figure 5.7,d. L'interférence 
volumique de deux faisceaux lumineux cohérents produit dans un 
milieu non linéaire un réseau de phase holographique composé de 
couches alternantes à différent indice de réfraction. Si un tel réseau 
est fixé d'une certaine façon, puis éclairé par l’un des faisceaux qui 
a participé à sa formation, sous l'effet de la réflexion sur le réseau, le 
faisceau acquiert la structure du deuxième faisceau tout à fait de 
2ç% 
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la mème façon que c'était dans le cas de l’hologramme mince (cf. 
fig. 5.7,a à c). Si l’absorption dans le milieu est lout à fait petite, 
le réseau assez épais (le nombre de ses périodes le long de la direction 
du faisceau incident doit dépasser sensiblement l'unité) et s’observe 
la condition An/n € 4 sin? 6 [293, 294], où An est l'amplitude de la 
modulation de l’indice de réfraction ; 26, l'angle entre les faisceaux 
initiaux (cf. fig. 5.7,d), la réflexion se produit sans pertes de l’in- 
tensité. Le sens de la dernière condition se ramène au fait que la 
réflexion sur une période du réseau prise isolément doit être assez 
petite; ce n’est que dans ce cas que le rôle du volume du réseau de- 
vient vraiment grand. S'il n’en est pas ainsi, la lumière, tout comme 
dans le cas d’un réseau mince, sera diffusée également dans d’autres 
directions. Dans ce qui suit nous admettrons que les conditions de 
‘volume sont respectées et que la lumière n’est pas diffusée dans d’au- 
tres directions. 

Examinons maintenant la situation réelle de deux faisceaux lumi- 
neux qui existent simultanément avec l’'hologramme volumique 
qu'ils ont créé. L’interaction de chacun de ces faisceaux avec l’'holo- 
gramme produit un rayonnement diffuse (ou si l’on veut, réfléchi sur 
l’hologramme). Pourtant, puisque la forme du front d’onde du rayon- 
nement diffusé coïncide avec la forme du front d'onde de l’autre fais- 
ceau, la structure des deux faisceaux initiaux reste invariable; 
il n’y a que leurs intensités qui peuvent se redistribuer. 

C'est précisément à une telle redistribution qu'est associée l’idée 
même de la correction holographique dynamique : si elle a lieu réel- 
lement, il devient possible de transmettre l'énergie d'un faisceau 
lumineux puissant dont la forme du front d'onde est à corriger, au 
faisceau support à faible intensité initiale et à front d'onde plan. 
Ce procédé d’obtention (plus précisément, d'amplification) du rayon- 
nement étroit dirigé est évidemment applicable lorsque la forme du 
front d'onde du faisceau puissant change dans le temps; il faut seu- 
lement que pendant la relaxation du réseau ces variations soient 
suffisamment pelites. 

Conditions du « repompage » holographique et son efficacité 
énergétique. « Repompage » sur des réseaux thermiques. Malgré 
la clarté apparente de l’idée exposée ci-dessus sur l’utilisation de 
l'holographie dynamique, en fait tout n'est pas si simple. Une ana- 
lyse plus soignée montre que dans le cas d’un régime stationnaire et 
un milieu isotrope non linéaire, la redistribution de l'énergie entre 
les deux faisceaux de même fréquence n’a pas lieu quel que soit le 
rapport initial de leurs intensités [295]. Voici pourquoi il en est ainsi. 
Il existe des rapports de phase strictement définis entre l’un quel- 
conque des deux faisceaux lumineux et le rayonnement diffusé dans 
sa direction par suite de l’interaction du deuxième faisceau avec l’holo- 
gramme volumique. Ces rapports dépendent de la disposition du 
réseau holographique par rapport à l’image d’interférence entre les 
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deux faisceaux. Sous les conditions indiquées, les positions du réseau 
et de l’image interférentielle coïncident : les extrémums de l'indice 
de réfraction sont confondus avec ceux de l'intensité globale du champ. 
Il s'avère que dans ce cas le rayonnement diffusé est déphasé par 
rapport au rayonnement du faisceau auquel il s'ajoute de x/2, et de 
ce fait n'intervient pas dans son intensité. Le déphasage, et avec lui 
le résultat de l’interaction des faisceaux avec l'hologramme, devient 
autre seulement lorsque le réseau holographique est pour quelques 
raisons déplacé à la fraction de la période dans le sens transversal 
par rapport à l’image interférentielle. 

Examinons d’abord le cas hypothétique où dans un milieu non 
linéaire il n’y a pas d'absorption. Pour déduire les équations corres- 
pondantes mettons le champ global des deux faisceaux sous la forme 


E (r) = A, exp (kr) + 4, exp (ikar), 


où À, et 4, sont les amplitudes complexes des faisceaux 7 et 7T; 
k. et k,, les vecteurs d'onde de ces faisceaux ; de plus k, = k, — 
= k, = 2rn,/}, où n, est l'indice de réfraction du milieu non liné- 
aire en l’absence du champ. Admettons qu’en présence de deux fais- 
ceaux l'indice de réfraction est égal à 


nr = noll +a|4A,exp (ik,r) + A4, exp (iker) exp (iô) [?]. (5) 


La valeur de l'indice de réfraction mise en moyenne suivant la pério- 
de du réseau est égale évidemment à nmoy = 20 [1 + @ (| À, |* + 
+ | 4, [?)]; l'amplitude de la modulation, à An = 2 |aA,A, |. 
L'introduction dans l’un des termes du deuxième membre de (9) 
du facteur exp (iô) conduit, comme on le voit aisément, à ce que 
le réseau holographique décrit par cette formule se déplace par rapport 
à l’image interférentielle à une fraction de période égale à 6/2x; 
la direction du déplacement pour ê > 0 est représentée sur la figu- 
re 5.7,4 par une flèche en pointillé. Si le régime est stationnaire et 
le milieu isotrope, Ô = 0; alors, la formule de n acquiert !1 forme 
standard n = n9 (1 + &« | E |°). 

Le calcul de l'interaction des faisceaux lumineux avec un milieu 
non linéaire se ramène à la résolution de l'équation d'onde V*E + 
+ À*E = 0, compte tenu de la relation entre X* et le champ du rayon- 
nement. Puisque les termes contenant & jouent dans les formules de n 
le rôle d’une petite correction, la quantité k° = k° (n/n,)* vérifie 
la formule approchée 


SR [1+2a|A,exp (ikir) + 4, exp (ik,r) exp (iô)|*I. 
En portant cette formule et l'expression de £ dans l'équation d'onde, 


on obtient par calculs analogues à ceux décrits dans l'ouvrage connu 
de Kogelnik [296] sur la théorie des hologrammes volumiques l’équa- 
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tion différentielle suivante associant À, et À,: 


1 dA,. 2 | ë | 
Aie TPE 1. + (moy — 10) + iko&| 42,1 |* exp (F iô), (6) 


où /,, sont les distances le long des directions de propagation des 
faisceaux Z et ZI respectivement. 

Les équations obtenues ont un sens évident. Les premiers termes 
de leur deuxième membre sont les mêmes et ne dépendent pas du para- 
mètre Ô du déplacement du réseau; ils décrivent le déphasage qui 
apparaît en présence du champ par suite de la différence entre l'indice 
de réfraction moyen moy et #0. L'origine des deuxièmes termes est 
clairement associée à la réflexion sur le réseau. Le témoignage en est 
fourni en premier lieu par la présence du facteur de décalage exp (+iô). 
D'autre part, puisque An — | 4,42 |, l'amplitude du rayonnement 
diffusé dans la direction du faisceau 7 doit être proportionnelle à 
| 4,45 |, et dans la direction du faisceau 717, à | A°4, |; c'est juste- 
ment cette relation qui figure dans (6). | 

Les équations (6) entraînent que pour Ô = 0 le rayonnement dif- 
fusé ne conduit qu’à des modifications de phase supplémentaires qui 
s'avèrent plus grandes pour le faisceau moins intense. Pour ô 0 
(le réseau est déplacé) dans le deuxième membre de (6), en plus des 
termes purement imaginaires, il apparaît des termes réels. Il en ré- 
sulte qu'à mesure de la propagation de l’un des faisceau, son inten- 
sité commence à décroïtre, et celle de l’autre, augmenter: c'est ce 
qu'on appelle le « repompage » de l'énergie. La direction du « re- 
pompage » est déterminée seulement par le signe du produit « sin Ô 
et ne dépend pas du tout de la relation entre les intensités des fais- 
ceaux interagissants ; l’énergie de l’un d’eux peut donc être trans- 
mise entièrement à l’autre. 

Nous avons pu aboutir à cette conclusion optimiste seulement 
parce que, en suivant les auteurs de [294], nous avons introduit d’une 
façon purement formelle le déplacement du réseau, sans analyser 
les situations réelles dans lesquelles il aurait pu avoir lieu réelle- 
ment. Par ailleurs, nous verrons par la suite que le « repompage » 
sous sa variante classique (les faisceaux interagissants ont la même 
fréquence) est possible surtout en présence d’un milieu à absorption 
linéaire importante. L'analyse théorique correspondante a été réa- 
lisée par [297]. Lorsque l'absorption est linéaire (c'est-à-dire lorsque 
Ja puissance absorbée est proportionnelle à l'intensité du champ), 
on ajoute au deuxième membre de chaque équation du système (6) 
le terme —06/2, où © est le coefficient d’absorplion. Après le passage 
des amplitudes aux intensités 7, = | À, |*; 2, = | À, |°, le système 
se met sous la forme: 


1 ie Lol, 4 sin Ô—0. (7) 
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Pour fixer les idées nous admettrons dans ce qui suit que &« << 0 
(ce qui est caractéristique des réseaux thermiques examinés plus 
loin) et sin ô 0. Le faisceau Z est alors le faisceau donneur, 
et le faisceau Z7, faisceau amplifié. (7) montre que la quantité 
2koa1, sin 8 a le sens du coefficient d'amplification du deuxième 
faisceau dans le milieu en présence du premier. La densité du fais- 
ceau amplifié augmente tant que s’observe la condition 7, > 1, = 
= 0/(2k, | « | sin Ô). 

I1 s'ensuit immédiatement que pour l’utilisalion maximale de 
l'énergie du faisceau donneur il est désirable que sa densité diminue 


Fig. 5.8. Géométrie de l'interaction des faisceaux lors du « repompage » dans 
une couche plate du milieu : a) incidence unilatérale des faisceaux sur la couche ; 
b) faisceaux de rencontre. 


dans la zone d'interaction des faisceaux justement jusqu'à la gran- 
deur /,. Dans le cas le plus favorable, où à l'entrée du milieu les 
densités des deux faisceaux J: et Z, sont constantes suivant la sec- 
tion, cette condition peut être observée en utilisant une couche plate 
du milieu (fig. 5.8), dont l’épaisseur doit être choisie convenable- 
ment. Les figures 5.9, a, b visualisent les données obtenues par la 
résolution du système (7) sur l’épaisseur optimale de la couche de 
milieu pour les cas représentés sur les figures 5.8,a, b, où les fais- 
ceaux pénètrent dans la couche d’un seul côté ou des côtés opposés *). 
Bien que pour les mêmes J°, Z,, les épaisseurs optimales de la couche 
ne coincident pas dans les deux variantes, la densité accessible du 
faisceau amplifié Ze max S'avère la même; les données sur cette den- 
sité sont fournies par la figure 5.9,c. On voit que l'efficacité énergé- 
tique élevée du « repompage » (d'ordre de 50 % et plus) peut être 
atteinte seulement lorsque l’intensité initiale du faisceau donneur 
est au moins de quelques fois supérieure à celle de 7, ; la densité ini- 
tiale du faisceau amplifié ne doit pas non plus être trop petite. 
Telle est dans ses traits généraux la théorie de l'interaction des 
faisceaux avec le réseau de phase holographique qu'ils ont produit 


*) Les calculs pour le deuxième de ces cas sont exécutés par Soloviev. 
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en régime quasi stationnaire. Examinons maintenant les causes qui 
peuvent provoquer le déplacement du réseau par rapport à l’image 
interférentielle nécessaire pour le « repompage » de l'énergie. 
Parfois le déplacement apparaît sous l’effet de l'anisotropie natu- 
relle du milieu dans lequel l’hologramme est créé. Un exemple clas- 
sique en est donné par l’ouvrage connu de Staebler et Amodei [298] 
consacré à l'exploration des réseaux de phase dans le cristal de nio- 
bate de lithium. L’éclairement de ce matériau libère à l’intérieur des 


G 
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Fig. 5.9. Epaisseur cptiaue des couches du milieu et densité limite accessible 

du faisceau amplifié lors du « repompage »: a), b) épaisseur Az d'une couche 

de milieu en fonction des valeurs initiales de la densité des faisceaux J;, 1; 

dans le schéma des figures 5.8, à, b respectivement; c) densité limite acces- 
sible du faisceau amplifié Zomax en fonction de J;, 13. 


porteurs de charges qui sont à l'origine des modifications locales de 
l'indice de réfraction. L’anisotropie du matériau donné fait que la 
dérive des porteurs libres est orientée ici dans une direction bien 
définie, ce qui provoque justement le déplacement du réseau enre- 
gistré en présence de deux faisceaux cohérents. Les auteurs de [298] 
ont observé une redistribution perceptible des intensités des fais- 
ceaux. Il est vrai qu'ils ont utilisé le phénomène donné non pas dans 
le but de corriger le front d'onde, maïs pour déterminer le signe in- 
connu auparavant des porteurs de charge libres, qu’on peut définir 
en comparant la direction du processus de transmission de l'énergie 
avec la direction de la conductibilité du cristal donné. D'ailleurs, il 
est peu probable que ce phénomène puisse être employé pour une 
correction dynamique: les durées de l'établissement d’un réseau 
de phase stationnaire atteignent ici des dizaines de secondes. 
Dans le cas général d’un milieu isotrope un déplacement défini 
du réseau peut s’obtenir directement pendant l'interaction des fais- 
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ceaux, en déplaçant en permanence le milieu dans la direction per- 
pendiculaire au plan du réseau. Le déplacement doit se produire par 
suite de l’inertie inévitable des processus de son enregistrement et 
de son effacement. Nous verrons dans ce qui suit que le résultat dé- 
sirable ne peut pratiquement s’obtenir à l’aide de ce procédé qu'en 
utilisant des mécanismes d'enregistrement relativement lents tels 
que les mécanismes thermiques. Examinons cette variante préci- 
sément en se guidant par [2971]. 

Pour une géométrie d'interaction des faisceaux représentée sur 
la figure 5.8, a, la densité de la puissance thermique dissipée par absor- 
ption dans le milieu est égale à © [Z, + 7, + 2 V Z,1, cos (2nx/\)|, 
où A= À/2n sin 8 est la période de l’image d'interférence, les 
autres notations étant les mêmes. L'origine coïncide avec l’un des 
maximums de l’image d'’interférence (dans cet examen on peut né- 
gliger ses incurvations peu importantes le long des axes des yet 
des z). L'analyse peu compliquée montre que dans un milieu fixe 
la relation entre la température et x en présence de telles sources de 


_— 2 9 
chaleur est de la forme: T = Toy + 2VTT:S (=) cos (==) Ù 
la durée de la stabilisation de la modulation spatiale étant + — 
P 
=®(5) » OÙ T'moy St la température moyenne du milieu, qui 


croît lentement avec le temps; %x, le coefficient de conductibilité. 
thermique ; c, la capacité thermique et p, la densité du milieu. Ceci 


» 


aboutit à produire un réseau de phase à amplitude de modulation 
an 

an=2VTrs (se) aT . 
Si le milieu se déplace en permanence le long de l'axe des x à 

la vitesse V, le temps de l'établissement du réseau reste le même; 
sa position stationnaire se trouve déplacée de Az = (A/2x) arcte «ot; 
la profondeur de modulaton de la température et de l’indice de ré- 

1 


fraction diminue sous le rapport (14 + w°t*) 2, où w = 2nV/A. 
La comparaison de ces données avec (5) montre que dans les condi- 
tions considérées les paramètres de la théorie de « repompage » 
prennent les valeurs 
1 
a= (Se Ÿ _ _s (+ wt") 2, Ô—arctg ot. 

A mesure que la vitesse du milieu augmente, 6 croît en s’approchant 
de la valeur x/2, optimale du point de vue de « repompage »; par. 
contre, | &« | décroit rapidement. (7) entraîne que l’intensité de la 
transmission de l'énergie d’un faisceau à l’autre est déterminée 
finalement par la grandeur | & sin Ô Ê Cette grandeur atteint la 


: : . 1 60/A dn 
valeur maximale égale à s<(à) aT 


sorte, la vitesse optimale du mouvement du milieu vaut ŸV, — 


avec @, = 1/t; de la 


314 INHOMOGENEITEF OPTIQUE DES MILIEUX ACTIFS [CE. 5 


| £ _ ; 
= (+) (à) —"%2% cin 0. La valeur de la densité du faisceau 
T 27 À cp 


« donneur » pour laquelle l'amplification du deuxième faisceau 
sous l’effet de « repompage » compense son absorption dans le milieu, 
s'écrit pour V, 

TI =4kx sin? 6/ (+ |. (8) 

Toutes les relations déduites ci-dessus sont également vraies 
pour le cas des faisceaux « de rencontre » (fig. 5.8,b), seulement 
l'indice de réfraction est modulé dans ce cas non pas le long de l'axe 
des z, mais le long de l’axe des z; le milieu également doit se dépla- 
cer dans cette direction. 

Relation entre le principe de l’holographie dynamique et les 
phénomènes de la diffusion stimulée. Lasers à formes différentes de 
diffusion stimulée. Il est enfin temps de se rendre compte à quoi 
nous a conduit le développement logique du principe de la correction 
holographique. À cet effet il suffit de comparer deux circonstances. 
Premièrement, lorsqu'on examine le processus de « repompage » 
décrit dans ce qui précède, dans un système de référence fixé par 
rapport au milieu et non pas par rapport à l’image d'interférence, 
les faisceaux en interaction acquièrent grâce à l'effet Doppler une 
différence de fréquences définie. On voit aisément que sa valeur est 
égale à w, ce qui explique justement pourquoi dans ce système de 
référence l’image interférentielle se déplace à la vitesse —Y. Deu- 
xièmement, comme il s'ensuit de (7), le coefficient d'amplification 
différentiel du.rayonnement relatif au faisceau 77 ne dépend pas 
du tout de son intensité et est déterminé complètement par la den- 
sité du faisceau 7. Il en résulte que lorsque la puissance de ce der- 
nier est suffisante pour que le processus de « repompage » marche, 
en sa présence sera amplifié non seulement le rayonnement spé- 
cialement produit, mais encore le rayonnement aléatoire diffusé 
ou le « bruit » de fréquence et de direction convenables. 

Lorsque le milieu convenable est éclairé par un faisceau cohé- 
rent puissant, le phénomène qui consiste à amplifier le rayonnement 
avec une fréquence d'ordinaire légèrement décalée par rapport à 
la fréquence initiale, s'appelle, comme on sait, diffusion stimulée 
de la lumière. Nous avons décrit plus haut le mécanisme d’ampli- 
fication concret associé à la variation de l'indice de réfraction sous 
l'effet de l’échauffement du milieu par absorption de la lumière. 
Cette forme de diffusion stimulée existe réellement. Elle a été dé- 
couverte en 1967 et porte depuis le nom de diffusion Rayleigh ther- 
mique stimulée [299, 300]. D'après les calculs exposés ci-dessus 
l’amplification maximale de la diffusion stimulée a lieu à la fré- 
quence décalée par rapport à la fréquence initiale dans le sens anti- 
stockes (c’est-à-dire plus grande) à w,. A cette fréquence le seuil de 


an 
aT 
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la diffusion thermique stimulée est déterminé par la formule (8); 
pour les autres fréquences, le seuil croît proportionnellement à 
| &« sin Ô |mar/ | & sin Ô | = 1/2 (ot + 1/wt). 

Le « repompage » dans le niobate de lithium observé par les 
auteurs de [298] se rapporte aux phénomènes de la diffusion stimulée 
sur les électrons de conduction dans les semi-conducteurs [301]. 
D'autre part, toutes les formes de la diffusion stimulée admettent 
une interprétation « holographique » analogue et ne se distinguent 
que par les mécanismes qui provoquent la variation de l'indice de 
réfraction et le déplacement du réseau de phase par rapport à la posi- 
tion de l’image d'’interférence. A l’origine de ce déplacement il y 
a presque toujours le mouvement dans le milieu de l’image d'inter- 
férence par suite de la différence entre les fréquences du rayonne- 
ment primaire et diffusé (lors de la diffusion stimulée spontanée 
qui se produit préférentiellement dans les directions directe et in- 
verse, les photons d'« amorce » à fréquence déplacée sont ordinaire- 
ment fournis par la diffusion sur les fluctuations dynamiques aléa- 
toires de l'indice de réfraction). Cette circonstance que lors de la 
diffusion thermique stimulée la fréquence du rayonnement diffusé 
est décalée par rapport à la fréquence initiale dans la direction 
opposée à la direction ordinaire du décalage lors de la diffusion Man- 
delstam-Brillouin sur des ondes hypersonores et lors de la diffusion 
Raman stimulée, s'explique tout simplement par le fait que dans 
ce cas les signes du paramètre de non-linéarité & sont différents. 

De la sorte, la correction holographique dynamique s’est rame- 
née à l’idée bien connue de la résolution du problème de la divergence 
par la construction des convertisseurs de rayonnement par diffusion 
stimulée ; iln’y a pas d’autres solutions. Notre correcteur à hologram- 
me thermique dans un milieu en mouvement n'est rien d’autre qu’un 
amplificateur à diffusion thermique stimulée à décalage de fré- 
quence compensé par effet Doppler. En complétant un tel amplifi- 
cateur par un circuit de réaction (un résonateur), nous construirons, 
évidemment, une source analogue. 

Lors de la diffusion thermique stimulée, le décalage de fréquence 
est si petit qu'il n’est vraiment pas difficile à le compenser en dé- 
plaçant le milieu : d'après les évaluations de [297], si le milieu de la 
figure 5.8,a est un liquide du type dissolvant organique, la vitesse 
nécessaire de son mouvement n’est que de —10 cm/s. Si le décalage 
est compensé, on peut utiliser comme faisceau à amplifier la partie 
du faisceau initial qui a traversé le dispositif de formation. Les pre- 
mières expériences avec un amplificateur de ce type sont décrites 
dans [302]; comme source de rayonnement primaire se divisant en 
deux faisceaux en interaction a servi un laser à rubis monomode qui 
fonctionnait en régime de «pics» chaotiques des oscillations libres. Pour 
une durée de l'impulsion —400 ps, la durée de la relaxation du réseau 
a été —100 us, ce qui à son tour dépassait sensiblement l'intervalle 
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de temps entre les pics isolés ; c’est pourquoi pendant la plus grande 
partie de la durée de l'impulsion, le réseau était pratiquement quasi 
stationnaire. La plus grande efficacité énergétique du « repompage » 
élait obtenue pour le rapport initial des intensités des faisceaux 
10 : 1 ; après le passage par le liquide qui se déplaçait à la vitesse 
de 8 cm/s ce rapport devenait égal à 1: 3; la puissance du faisceau 
amplifié atteignait environ 50 % de la puissance globale des fais- 
ceaux initiaux. 

Üne inertie élevée des processus thermiques permet d'observer 
également le phénomène de « repompage » non stationnaire prédit 
par [303], qui consiste dans le fait que lors d'une courte interaction 
des faisceaux, la transmission de l'énergie au faisceau plus faible a 
lieu même lorsque le milieu est fixe. Voici l’explication de ce phéno- 
mène: lorsque commence l'enregistrement du réseau qui n'est pas 
encore déplacé et apparaît le rayonnement diffusé, il amène en vertu 
de (6) des déphasages complémentaires des faisceaux initiaux. Comme 
nous l’avons déjà noté, ce déphasage s’avère plus grand pour un fais- 
ceau d'intensité plus faible ; il en résulte que tant que durent les 
processus de l'établissement du réseau thermique, l’image d'inter- 
férence se déplace dans le milieu, ce qui produit le « repompage ». 
La direction du déplacement est telle que l’amplification est subie 
précisément par le faisceau plus faible. Pour les problèmes de cor- 
rection des fronts d'onde, ce phénomène est étudié expérimentalement 
dans les ouvrages [302. 304, 305, 3351]. 

Bien que ces travaux consacrés à l’étude du « repompage » sur 
des réseaux thermiques se soient avérés très utiles pour la compré- 
hension des possibililés que présente l'holographie dynamique, il 
n'y a pas lieu de compter sur ce processus pour réduire la divergence 
du faisceau des lasers réels. Le mécanisme même d’enregistrement 
du réseau est défavorable ici: le dégagement de la chaleur néces- 
saire pour sa formation provoque, en plus de tout autre chose, 
l’altération de la qualité optique du milieu. L’irrégularité inévitable 
de l’échauffement du milieu fait apparaître des variations de l'in- 
dice de réfraction mis en moyenne suivant la période du réseau; 
d’autre part, la lumière commence à être diffusée sur les bulles de 
gaz formées dans le liquide, etc. Tout ceci accroît à son tour la di- 
vergence du faisceau même dans lequel l’énergie est « repompée ». 
Les effets de cette sorte commencent à se manifester pratiquement 
déjà à des niveaux d’énergie des faisceaux relativement bas [3351]. 

Passons maintenant à d’autres formes de diffusion stimulée. 
Si dans le cas de la diffusion thermique stimulée le « repompage » 
de l’énergie en faisceau plus faible de même fréquence se fait sans 
grande difficulté même en régime quasi stationnaire, dans celui de 
la diffusion Mandelstam-Brillouin stimulée, surtout dans celui de 
la diffusion Raman stimulée toute la marche du processus est fon- 
cièrement différente. Les décalages des fréquences ici ne sont pas 
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si petites, et la possibilité de leur compensation à l’aide de l’effet 
Doppler est essentiellement d’un caractère spéculatif. Il suffit déjà 
de dire que dans le premier cas le milieu devrait être déplacé à la 
vitesse du son dans ce milieu, et dans le deuxième, à une vitesse de 
nombreuses fois plus grande. C'est pourquoi les formes données de 
la diffusion stimulée qui possèdent dans la plupart des milieux des 
seuils plus bas que la diffusion thermique stimulée, ne permettent 
de construire que des sources et des amplificateurs du rayonnement à 
fréquence décalée. Néanmoins, le « repompage » avec division du 
faisceau initial en faisceaux donneur et amplifié est réalisable dans 
ces conditions aussi: le décalage nécessaire de la fréquence du fais- 
ceau amplifié peut s’obtenir par la suite à l’aide de cette même dif- 
fusion stimulée. En utilisant précisément ce schéma [306] on a obtenu 
une transformation sur la diffusion Mandelstam-Brillouin stimulée 
avec transfert au faisceau amplifié d’une puissance de l'ordre de 
80 % de celle du faisceau donneur. Il en a résulté que l'intensité 
lumineuse axiale est devenue plus de trois ordres plus forte. 

Pour ce qui est des sources à diffusion Mandelstam-Brillouin sti- 
mulée et à diffusion Raman stimulée, leurs propriétés sont assez 
bien connues. Ces lasers possèdent certainement de nombreuses 
propriétés spécifiques qui les distinguent des dispositifs standards à 
milieux inversés. Bien que le rayonnement primaire soit appelé 
toujours rayonnement de pompage, sa cohérence doit satisfaire en 
premier lieu aux exigences tout à fait différentes: d'habitude les 
lasers à diffusion stimulée ont comme source de pompage d’autres 
lasers à sélection spectrale de l’émission. Des phénomènes complexes 
apparaissent par suite du fait que dans la diffusion stimulée un 
rôle de principe revient seulement à la différence des fréquences 
Aow, et non pas à leurs valeurs absolues exactes. [Il s’ensuit que lorsque 
la densité du rayonnement transformé commence à dépasser elle- 
même le seuil de diffusion stimulée, les oscillations sont amorcées 
à la fréquence qui diffère de la fréquence initiale déjà de 2Aw, etc. 
Enfin, comme nous l’avons dit au $ 4.2, les convertisseurs à diffu- 
sion stimulée ressemblent plutôt, quant au caractère de l'interaction 
entre les champs d'’excitation et d'émission, aux lasers à flux et 
non pas aux lasers standard à milieu fixe. 

Malgré toutes leurs particularités, les sources à diffusion sti- 
mulée sont certainement des lasers authentiques. Les principes du 
choix du type et des paramètres des résonateurs restent les mêmes 
que dans les lasers ordinaires; les déformations des résonateurs, 
y compris celles provoquées par l’échauffement du milieu, sont aussi 
exactement les mêmes. Source principale insurmontable en principe 
de l’échauffement, les pertes Stokes des lasers à diffusion Raman 
stimulée et à diffusion Mandelstam-Brillouin stimulée sont sensible- 
ment inférieures à celles des lasers usuels, ce qui rend cette branche 
si prometteuse. Vers ce jour une multitude d'ouvrages expérimen- 
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taux sont déjà publiés qui décrivent comment la transformation du 
rayonnement à l’aide de la diffusion Mandelstam-Brillouin stimulée, 
et surtout de la diffusion Raman stimulée, a permis de diminuer la 
divergence (une riche bibliographie est donnée, en particulier, par 
[2148, 306]. Nous ne les recenserons pas tous, en mentionnant seu- 
lement une direction curieuse des recherches. 

En 1973, lors de l’étude des propriétés des convertisseurs à dif- 
fusion Raman stimulée [307] et à diffusion Mandelstam-Brillouin 
stimulée [308] avec pompage par émission des lasers multimodes, 
on a réussi à observer une amplification notable des faisceaux lumi- 
neux étroits dirigés sans modification importante de leur structure 
spatiale. La situation non triviale consiste en ce que le champ de 
pompage multimode est strictement irrégulier et est, en fait, divisé 
en un grand nombre de taches à distribution chaotique suivant le 
volume, dont les dimensions caractéristiques sont déterminées par 
les paramètres de cohérence et la géométrie de l’éclairement. L’ana- 
lyse théorique des conditions sous lesquelles l’irrégularité du champ 
de pompage n’entraîne pas la variation de la structure spatiale du 
faisceau amplifié (par suite de la mise en moyenne statistique de 
l’action d’un grand nombre de petites inhomogénéités) est réalisée 
par les auteurs des ouvrages (309, 310]. La première expérience qui 
avait pour but précis de vérifier ce modèle a été décrite dans [311]. 


$ 5.3 Méthode de « renversement » du front d’onde 


Idées et possibilités de principe de la méthode. En 1971 l’auteur 
de présent ouvrage a proposé encore un procédé permettant d'obtenir 
un rayonnement laser étroit dirigé [312]. Il avait à la base cette con- 
sidération qu'il est plus facile de corriger le front d’onde non pas à 
la sortie d’un amplificateur laser puissant, mais à son entrée, en 
donnant au front d’onde une forme telle qu'il devienne plan déjà 
après la traversée du milieu amplificateur optiquement inhomogène. 
Le transfert du correcteur de la sortie à l’entrée permet de rendre 
moins rigoureuses les prescriptions de résistance radiative de ses 
éléments; d’autre part, même si le processus de correction est éner- 
gétiquement peu efficace, la puissance dissipée dans ces conditions 
sera petite et se répercutera faiblement sur le rendement du système 
dans son ensemble. 

Pour donner au front d’onde du faisceau amené à l'entrée de 
l’amplificateur la forme nécessaire, [312] a proposé le procédé visua- 
lisé par la figure 5.10, a. L’onde lumineuse support Z à front plan 
(ou parfois d’autre forme imposée) est engagée dans l’amplificateur 
laser 2 comportant des inhomogénéités optiques, du côté de sa sortie, 
et le parcourt dans le sens inverse, en s’amplifiant et en acquérant 
des déphasages. Ensuite, cette onde est transformée d’une façon 
quelconque en ce qu’on appelle onde renversée (ou conjuguée complexe) 
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3 de même fréquence, qui, à l’entrée de l‘amplificateur, possède des 
surfaces équiphases communes avec l’onde support et une réparti- 
tion analogue de l’amplitude suivant la section, mais est dirigée 
dans le sens opposé. On montre sans peine que si certaines*prescrip- 
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Fig. 5.10. Correction du front d'onde par la méthode de « renversement »: 
a) schématisation de la compensation des déphasages dans un amplificateur 
laser ; 1 — faisceau support. 2? — amplificateur, 3 — onde conjuguée; b) effet 
d'atténuation de l'exactitude de la conjugaison en présence des diaphragmes 
d'ouverture ; Z — écran percé de trou, 2 — onde support, 3 — ne clé siège 
du + renversement », 4 — onde renversée ; c) schéma du laser avec autoguidage 
du rayonnement ; /Z — amplificateur laser, 2 — ensemble, siège du « renverse- 
ment », 3 — objet, 4 — laser auxiliaire, 5 — front du rayonnement diffusé 
par l’objet, 6 — front du rayonnement laser de sortie. 


tions parfaitement raisonnables, auxquelles doit satisfaire un am- 
plificateur laser, sont observées, la coïncidence des surfaces équipha- 
ses de ces deux ondes d’un côté de l’amplificateur assure également 
leur coïncidence de l’autre côté. De la sorte, c’est précisément l’onde 
renversée qui, en passant par l’amplificateur comportant des inho- 
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mogénéités, acquiert la forme du front nécessaire (plane, dans le 
cas considéré). 

En effet, examinons la corrélation entre les structures spatiales 
de: ondes support et renversée. Bien que cette corrélation a le carac- 
tère le plus {juniversel, bornons-nous comme d’habitude au cas où 
l’on peut appliquer l’approximation scalaire. Mettons les champs 
des ondes support et renversée sous la forme E = À exp (—ikz) 
et E” — A” exp ( +ikz) respectivement, où À et À’ sont les fonctions 
des coordonnées à variation relativement lente ; la direction de l’axe 
des z est montrée sur la figure. En utilisant la condition de similitude 
de la répartition de l’amplitude suivant la section, on montre sans 
peine que sur une surface équiphase quelconque commune aux deux 
ondes, les grandeurs À et 4” sont liées par la relation de la forme 
A’ = yA*, où y est une constante, le signe * traduisant la conju- 
gaison complexe (c’est ce qui détermine la deuxième appellation de 
l'onde renversée). 

En portant les expressions de Æ et E” dans l'équation d'onde 
V'E LE = 0, on aboutit aux équations V?A — 2ik (9A/9z) = 0, 
VA’ + 2ik (0A°/0z) = 0. Ecrivons encore l'équation conjuguée 
complexe de la première d’entre elles V*A* + 2ik* (04*/9z) = 0. 
On voit qu’en l’absence d’asborption ou d'amplification, c’est-à- 
dire lorsque k est réel, les grandeurs A* et 4” satisfont à la même 
équation différentielle. Puisque sur la surface équiphase commune 
ces grandeurs elles-mêmes coïncident à un facteur constant près, 
cette coïncidence doit avoir lieu dans toute région de l’espace où 
les ondes support et renversée ne sortent pas des limites du milieu 
contenant seulement des inhomogénéités de phase. Il s'ensuit à son 
tour que dans toute la région'indiquée ces ondes ont des surfaces équi- 
phases communes et une répartition similaire de l’intensité du rayon- 
nement suivant la section. 

La possibilité d'utiliser en principe cette propriété remarquable 
des ondes conjuguées pour l’autocompensation des inhomogénéités 
de phase pures ne fait pas de doute; dès 1965, Kogelnik a montré 
comment en formant une onde renversée on peut reproduire une image 
holographique non perturbée de l’objet observé à travers un milieu 
optiquement inhomogène [313]. Lorsqu'on passe au problème de 
la correction des déphasages dans des dispositifs lasers, on tombe 
sur certaines difficultés. La plus grande est liée, naturellement, au 
fait que dans un‘milieu amplificateur le paramètre k est complexe et 
les équations de ÀA* et À’ cessent de coïncider. Pour se « tirer d’af- 
faire » on recourt en premier lieu à cette circonstance que la pré- 
sence de l’amplification répartie uniformément suivant la section 
n’amène que la multiplication de l’amplitude complexe de l'onde 
qui a traversé l’amplificateur, par un certain facteur constant complé- 
mentaire ; la forme de sa répartition reste la même qu’en l’absence 
d'amplification (cf. $ 1.3). Il s’ensuit que sous la condition d’une 
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répartition uniforme suivant la section, l’amplification n’influe 
pas sur l'exactitude de la coïncidence des surfaces équiphases des 
ondes conjuguées. 

Le cas de l’amplification, toute irrégulière suivant la section 
qu'elle soit, qui change peu à des distances d’ordre de la dimension 
de la zone de Fresnel, alors que les inhomogénéités de phase ne sont 
pas assez grandes pour provoquer à l’intérieur de l’amplificateur le 
« brassage » du rayonnement suivant la section, est également im- 
portant. Alors, à la sortie de l’amplificateur les surfaces équiphases 
de l’onde renversée continuent à peu près à coïncider avec celles du 
faisceau support, il n’y a que la répartition de l'intensité sur ces sur- 
faces qui change. Puisque la répartition de l'intensité influe bien 
moins sur la valeur de la divergence que celle de la phase du rayon- 
nement ($ 1.1), dans cette situation aussi la méthode de correction 
envisagée est sans aucun doute efficace. Elle ne peut avoir de sens 
que lorsque les propriétés du milieu actif sont tout à fait défa- 
vorables. 

L’exactitude de là reproduction de la structure initiale de l’onde 
support à la sortie de l’amplificateur peut diminuer également en 
présence des diaphragmes d'ouverture quelconques. Cet effet est 
explicité par la figure 5.10, b. Supposons que par le trou percé dans 
l'écran 7 s'engage seulement une partie de la section du faisceau 
support 2. Si par la suite, jusqu’à l’arrivée du faisceau support sur 
l’ensemble 3 qui assure le « renversement », les pertes de rayonne- 
ment ne se manifestent pas, l’onde renversée 4 produite dans cet 
ensemble passe entièrement par le trou, et dans ces conditions, la 
coïncidence dans la zone du trou est totale. Pourtant, plus à droite 
de l’écran l’absence du rayonnement doit se ressentir dans les zones 
périphériques de la section de l’onde renversée proches de l’écran: 
elle semble diffracter par le trou et à mesure qu'elle s'en éloigne, 
l'exactitude de la coïncidence des surfaces équiphases diminue pro- 
gressivement. [l est évident qu'il faut chercher à obtenir que la 
plus grande partie du faisceau support engagée dans l’amplificateur 
arrive jusqu'à l’ensemble qui assure l’opération de « renversement ». 
Il faut le faire avec un soin particulier lors de l’utilisation des ampli- 
ficateurs à grande longueur de parcours du rayonnement dans le 
milieu actif, en particulier, dans le cas des amplificateurs à plusieurs 
traversées décrits au $ 4.3. 

Les réserves mentionnées ne peuvent mettre en question la con- 
clusion générale sur le caractère prometteur de la méthode de « ren- 
versement ». Signalons encore son mérite suivant. L’amplification 
préalable du faisceau support (avant qu'il arrive sur l’ensemble de 
« renversement ») permet de se borner à de très petites intensités 
initiales de l'émission. Ceci rend parfaitement réelle l’idée en vogue 
actuellement (par exemple, (314, 315]) de la création d’un laser avec 
autoguidage du rayonnement sur l’objet donné: but éloigné, cible 
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dans les expériences de la fusion thermonucléaire contrôlée par laser, 
etc. Comme l’a indiqué [312], pour assurer l’effet d’autoguidage, il 
suffit d'éclairer l’objet par le rayonnement cohérent d'un laser 
auxiliaire et utiliser comme faisceau support la lumière diffusée 
par la cible dans le tronc de la source principale (cf. fig. 5.10, c; 
on peut aussi se passer du laser auxiliaire en faisant fonctionner un 
certain temps la source principale en régime d'oscillations). Dans 
ce cas la compensation porte sur les perturbations optiques non seu- 
lement dans le milieu laser et le système de formation, mais aussi 
sur l’atmosphère (si, bien sûr, les inhomogénéités n’ont pas le temps 
de changer pendant que la lumière effectue un aller-retour jusqu’à 
la source). Il est clair que cette méthode peut servir pour résoudre les 
problèmes de l’autopoursuite de la cible, etc. 

. Il convient de noter que la discussion des moyens de créer des 
sources à front d’onde « renversé » pai rapport au front d’onde du 
rayonnement diffusé par la cible date déjà des années 1960 (surtout 
en ce qui concerne la gamme UHF). Pourtant, il ne s'agissait alors 
que de la correction correspondante de la répartition de phase direc- 
tement à la sortie d’un système compliqué à plusieurs éléments à 
l’aide de la commande des phases des sources élémentaires qui en 
faisaient partie. Le développement des idées analogues relatives à 
la gamme optique a pris la forme d’une des branches principales‘de 
l'optique adaptative [334] mentionnée au paragraphe précédent. 

« Renversement » dans la diffusion stimulée en arrière. Exa- 
minons les procédés concrets qui permettent de réaliser l'opération 
de « renversement ». Bien qu'’historiquement les premiers à être 
envisagés ont été les procédés holographiques de la production de 
l’onde conjuguée complexe que nous examinerons un peu plus loin, 
les recherches qui ont attiré l’attention générale à la méthode du 
« renversement » étaient quelque peu d’une autre sorte. En 1972 
on a appris que l'onde refléchie en arrière dans le processus non com- 
mandable de la diffusion Mandelstam-Brillouin stimulée, s'avère 
dans des conditions définies conjuguée à l’onde initiale [316]. Peu 
après, en appliquant cet effet on a construit un laser à rubis [317] 
suivant le schéma de la figure 5.10, a. 

En général, vers cette époque plusieurs observations ont été 
rendues publiques, qui témoignaient que la diffusion en arrière 
stimulée donne lieu souvent à quelque chose qui ressemble au pro- 
cessus de la production d’une onde conjuguée. Dans les expériences 
dont les résultats ont été publiés par Bespalov et Koubarev dès 
1966 [339], le faisceau refléchi en arrière avait, de même que le fais- 
ceau initial, une divergence de diffraction. Le fait que le faisceau 
diffusé en arrière a à peu près la même divergence que le faisceau 
initial (ou bien la même section à un éloignement perceptible de la 
cuve enfermant le milieu qui était le siège de diffusion) est mentionné 
également dans les travaux de Rank et ses collaborateurs sur la dif- 
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fusion Mandelstam-Brillouin stimulée et la diffusion thermique sti- 
mulée [318, 310] et dans l’ouvrage (319] sur la diffusion Raman 
stimulée. 

Bien que l'existence de toute une série d'observations de cette 
sorte témoignât qu'elles ne sont pas fortuites, une conclusion bien 
nette sur la conjugaison des ondes diffusée et initiale n’a été formulée 
que dans [316]; cet ouvrage a démontré également la possibilité 
directe de l’utilisation de cet effet pour assurer l’autocompensation 


Fig. 5.11. Schématisation du test de [316]: Z — diaphragme 6 X 6 mm, 
2 — lame rcîlex, 3 — lame attaquée, 4 — lentille, 5 — cuve avec guide d'onde, 
6 — système de mesure des paramètres des rayonnements primaire et réfléchi. 


des déphasages. L'expérience décrite par [316] consistait en principe 
à faire passer le rayonnement étroit dirigé d’un laser à rubis mono- 
mode par une lame de verre attaquée, ce qui entraïnait, évidemment, 
une augmentation multiple de la divergence. Ensuite le rayonnement 
était focalisé dans un guide de lumière en verre rempli de méthane: 
(fig. 5.11). Après la « réflexion » en arrière par diffusion Mandelstam- 
Brillouin stimulée et le passage par la même lentille et la lame diffu- 
sante, le faisceau acquérait la structure initiale à très petite diver- 
gence. 

Les recherches qui suivirent ont montré que la conjugaison des: 
ondes incidente et réfléchie se manifeste également dans d’autres 
formes de diffusion stimulée [320, 321]. On a compris également le 
mécanisme de cephénomène : lorsqu'un faisceau dont la densité moyen- 
ne dépasse sensiblement le seuil de diffusion stimulée frappe un mi- 
lieu non linéaire, il y engendre une multitude d'ondes de lumière 
diffusée. À mesure qu'elles se propagent dans le domaine éclairé 
par le rayonnement primaire, elles s’amplifient. Mieux la répartition 
du champ de l’une quelconque d’entre elles s’« inscrit » dans les 
contours de ce domaine, plus son amplification est grande. La plus 
grande amplification est subie par celle des ondes, évidemment, 
dont tous les maximums de la répartition du champ correspondent. 
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exactement aux maximums de l'intensité du rayonnement initial. 
Puisque la répartition de toutes les ondes est décrite par les équations 
de même type, il n’y a que les ondes de même forme du front qui 
peuvent avoir à l’intérieur d’un volume défini une répartition de 
l'intensité coïncidant exactement. C'est pourquoi parmi les ondes 
diffusées en arrière se dégage l’onde qui est conjuguée à l’onde ini- 
tiale. 

Cette explication primitive rend quand même clair que le degré 
de dégagement de l’onde conjuguée sur le fond général du rayonne- 
ment diffusé doit dépendre de la géométrie de la zone éclairée, de la 
densité moyenne du rayonnement primaire et du caractère de sa 
répartition à l’intérieur de cette zone. Le rôle de la lentille et de la 
lame attaquée de l’expérience décrite ci-dessus devient également 
clair : elles ont assuré la densité moyenne et l’allure de la répartition 
requises. Notons que sans la lame, les auteurs de [316] n’ont pas 
observé l'effet de conjugaison: la divergence était beaucoup plus 
grande que celle du rayonnement primaire. 

D'autre part, si le faisceau initial possède dès le début des carac- 
téristiques convenables (ou s’il les aquiert en se déplaçant dans un 
milieu diffuseur inhomogène), la lentille et le diffuseur spécial peu- 
vent être inutiles: le dispositif assurant l'opération de « renverse- 
ment » est alors ramené à la cuve contenant un milieu non linéaire. 
L'exemple en est fourni par l’ouvrage [321] qui décrit une expé- 
rience dans laquelle le diffuseur n’était pas utilisé. 

Ceux qui désirent faire une plus ample connaissance avec la théo- 
rie de la production de l’onde conjuguée par diffusion stimulée en 
arrière nous adressons aux articles (322, 323, 340], etc.; quant à 
nous, nous allons discuter encore quelque peu des mérites et des in- 
convénients du procédé de « renversement » donné. Lors de la diffu- 
sion en arrière l’un des aspects négatifs du « renversement » doit 
déjà être clair pour le lecteur : l’onde conjuguée ressort du « bruit » 
seulement si l’allure de la répartition du rayonnement dans la zone 
d'interaction est convenable, allure qui à son tour n’est pas indiffé- 
rente à la structure spatiale du faisceau initial. Des contraintes sont 
également imposées par cette circonstance que l'effet de « renverse- 
ment » ne s’observe que dans les cas de petits dépassements du seuil 
de la diffusion stimulée. Voici l’explication de ce fait : la croissance 
de l'intensité du rayonnement primaire entraîne celle du coeffi- 
cient d'amplification du rayonnement secondaire ; la distance par- 
courue par la lumière diffusée pour atteindre le niveau de saturation 
diminue rapidement. De cette façon, la profondeur de la zone d'’in- 
teraction diminue et l’onde « renversée » perd ses avantages devant 
les autres. Il en résulte que la gamme dynamique des densités ad- 
missibles du rayonnement de l'onde support s'avère peu grande. 
C’est particulièrement incommode pour la résolution du problème 
d’« autoguidage », lorsque le faisceau support se forme à partir de 
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la lumière diffusée, dont l’intensité peut varier dans les limites les 
plus larges en fonction des propriétés et de l’éloignement de l’objet. 

Enfin, un inconvénient important et en principe insurmontable 
du point de vue des possibilités de l’utilisation de la diffusion sti- 
mulée dans les lasers à « renversement » du front d’onde, est le dé- 
calage de fréquence. Ceci concerne surtout la diffusion Raman sti- 
mulée. Commençons par le fait que tous nos raisonnements précé- 
dents se fondaient ne serait-ce que sur une égalité approchée entre 
les fréquences de la lumière initiale et de la lumière diffusée. Dans la 
diffusion Raman stimulée les fréquences diffèrent tellement que 
même dans le cas de la conjugaison exacte des ondes à l'entrée de 
l’amplificateur comportant des inhomogénéités de phase importantes, 
la coïncidence des fronts à sa sortie peut s'avérer loin d’être parfaite. 
D'autre part, l'exactitude de la conjugaison dans le processus même 
de la diffusion stimulée diminue : la coïncidence d’un grand nombre 
de maximums des intensités de deux ondes dans une couche épaisse 
de milieu non linéaire devient en général impossible. A ceci s'ajoute 
encore le fait que lors de la diffusion Raman stimulée le décalage de 
fréquence dépasse sensiblement la largeur des bandes de tous les 
milieux actifs utilisés dans les lasers puissants; c’est pourquoi dans 
les schémas des figures 5.10, a, c, la lumière ne peut subir l’ampli- 
fication que lors de l’un des deux parcours du milieu. Les circon- 
stances qui viennent d’être exposées font que les recherches dans cette 
direction sont peu prometteuses. 

La situation est quelque peu plus favorable pour la diffusion 
Mandelstam-Brillouin stimulée et la diffusion Rayleigh thermique 
stimulée : les décalages de fréquence sont dans ce cas trop petits pour 
pouvoir agir réellement sur l’exactitude de la conjugaison. Les lar- 
geurs de leurs bandes d'amplification sont également plus petites 
que celles de nombreux milieux actifs, et de ce fait l’amplification 
peut être réalisée au cours des deux traversées du milieu. Par contre, 
d’autres ennuis apparaissent : un petit décalage de fréquence conduit 
finalement à une grande inertie des processus qui définissent la dif- 
fusion stimulée. Par conséquent, dans le cas des fronts d’onde rapi- 
dement variables la diffusion Mandelstam-Brillouin et la diffusion 
thermique stimulées sont inutilisables. 

Pour ce qui est des avantages que présente le procédé du « ren- 
versement » avec utilisation de la diffusion stimulée en arrière, le 
plus important d’entre eux est sans aucun doute la simplicité. Com- 
me nous l’avons vu, en plus de la cuve remplie de milieu non linéaire, 
on peut avoir ici besoin au plus de un ou de deux éléments optiques 
primitifs. Un aspect présentant un intérêt de principe est l'absence 
de prescriptions quelles qu’elles soient à imposer à la qualité optique 
du milieu non linéaire : ni l’inhomogénéitéinitiale, ni l’inhomogénéité 
induite ne peuvent diminuer l'exactitude de la conjugaison. 

La simplicité de la réalisation technique du « renversement » 
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a permis de passer rapidement aux expériences correspondantes avec 
des systèmes lasers puissants. L'ouvrage [343] donne la description 
d’un laser à iode à miroir utilisant la diffusion Mandelstam-Brillouin 
stimulée et « autoguidage » du rayonnement sur la cible; l’énergie 
de sortie était —100 J ; la divergence du faisceau, =5-10-# rad (ce 
qui dépassait à peu près d’un ordre la limite de diffraction). Dans 
les expériences avec les lasers à verre au néodyme avec utilisation du 
miroir à diffusion Mandelstam-Brillouin stimulée une même éner- 
gie de sortie a été obtenue par les auteurs de [344]. L'utilisation dans 
le schéma de principe de la figure 5.10, a d’un amplificateur téles- 
copique à deux traversées composé de deux barreaux d’une longueur 
de 600 mm chacun a permis de réduire l’énergie du signal d’entrée 
à 2-10 J. De la sorte, l’amplification résultante du dispositif 
tout entier (2 traversées de l’amplificateur, ou 8 traversées du bar- 
reau + l’opération de conjugaison) a fait —5-106. Malheureusement, 
[344] ne renseigne pas sur la divergence du faisceau; puisque pour 
éliminer l’autofocalisation les auteurs ont dû introduire un dia- 
phragme de l’ouverture entre l’ensemble de « renversement » et l’am- 
plificateur, on peut admettre que dans ce cas la conjugaison n'était 
pas exacte. Enfin, les auteurs de [345] ont obtenu en utilisant trois 
barreaux en verre au néodyme analogues une énergie de sortie de 
20 J, la durée de l'impulsion étant 2-10 ® s et la divergence proche 
de celle de la diffraction. 

« Renversement » par les méthodes de l'optique classique et de 
l’holographie. Passons maintenant à d’autres procédés de «ren- 
versement » qui, contrairement au procédé précédent, par suite de 
la diffusion stimulée non commandable, peuvent être dites forcés. 
Mentionons d’abord une possibilité d'utiliser les méthodes de l'opti- 
que classique, qui sans avoir un intérêt pratique particulier, est 
bien curieuse [312]. Pour les cas de faibles écarts du front d'onde par 
rapport à une forme plane, le plus simple dispositif susceptible de 
réaliser l’opération de « renversement » est représenté sur la figu- 
re 9.12, a; il se compose d’une lentille dans le plan focal de laquelle 
est placé un miroir. Le miroir comporte sur l’axe du système une 
saillie (ou évidement) d’une hauteur de À/4 qui ne couvre que le 
maximum central de l’image de diffraction apparaissant sous l’éclai- 
rement de la lentille par un faisceau lumineux parallèle. Un correc- 
teur de ce type fonctionne de la façon suivante. Supposons que la 
répartition de l'amplitude d’un faisceau presque parallèle qui 
vient frapper la lentille d’à-droite, s'écrit À exp (ip), où À = Cte; 
@ est la valeur des déphasages qui varient suivant la section du fais- 
ceau. Avec | @|[<1, l'amplitude À exp (ip) Æ À +i4®. Dans 
le plan focal de la lentille les deux ondes décrites par ces termes sont 
spatialement divisées : la plus grande partie de la première d'entre 
elles s'accumule dans le maximum central de l’image de diffraction. 
La deuxième se distribue essentiellement suivant la partie restante 
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Fig. 5.12. Procédés de réalisation du « renversement »: a) schéma du eren- 
versement » dans le cas de faibles écarts de la forme plane du front d'onde; 
b)"schéma de l'interaction à quatre ondes (1 — hologramme, 2 — faisceau 
à « renverser » 3, et 4 — faisceaux supports à fronts d'onde plans, 5 — faisceau 
conjugué cherché); c) schéma du « renversement» avec utilisation d’un ordre 
de diffraction complémentaire dans le cas d'un hologramme mince (1 — holo- 
CR pan mince, 2 — faisceau à « renverser », 3 — faisceau support à front 

onde plan, 4 — faisceau diffusé en un des ordres de diffraction complémen- 
taires, 5 — miroir); d) conjugaison dans le cas de l’amplification paramétrique 
de la lumière (1 — cristal non linéaire, 2 — miroir transparent, 3 — rayonne- 
ment de fréquence double, 4 — faisceau à « renverser », 5 et 6 — ondes folle 

et du signal). 


du plan. La présence de la saillie fait que la réflexion sur le miroir 
produit un déphasage supplémentaire entre ces ondes égal à x; 
il en résulte qu'après la traversée de la lentille dans le sens inverse 
la répartition de l’amplitude se met sous la forme À — i4g = 
A exp (—ip): le front devient « renversé ». Notons que Zernike 
{7] dans sa méthode de contraste de phase connue utilise un procédé 
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parfaitement analogue, le déphasage étant égal non pas à x mais à 
x/2. Le faisceau initial acquiert alors la répartition de l'amplitude 
A exp (œ): les variations de la phase se transforment en variations 
de l'intensité. 

L'idée de la méthode holographique du « renversement » qui 
conviendrait dans le cas des déphasages arbitraires appartient à 
Denissuk [331]; la variante‘ pratiquement importante de la métho- 
de décrite dans [331] est explicitée par la figure 5.12, b. L’hologram- 
me 1 qui peut être aussi bien volumique que mince, est enregistré 
en utilisant le faisceau 2 à « renverser » et le faisceau support 3 à 
front d’onde plan. Si on l’éclaire par le faisceau 4 à front d’onde éga- 
lement plan et de sens de propagation opposé, se réflexion sur l’holo- 
gramme crée le faisceau 5 « renversé » à obtenir. 

‘ Bien que les auteurs des travaux initiaux (331, 313] admettaient 
que les processus d'enregistrement de l’hologramme et sa « lecture « 
sont séparés dans le temps, ce même schéma peut être également 
réalisé en régime dynamique, c'est-à-dire en envoyant simullané- 
ment sur le milieu non linéaire des faisceaux 2, 3 et 4 (341, 342, 297). 
Qui plus est, la situation est dans ce cas bien meilleure que dans celui 
de la méthode de «repompage » holographique discutée dans le para- 
graphe précédent. En effet, les difficultés principales que présentait 
cette méthode étaient liées à la nécessité d’un certain déplacement 
du réseau holographique par rapport à l’image d’interférence entre 
les faisceaux interagissants. Ceci à son tour était dû au fait que le 
rayonnement diffusé par l'hologramme s’ajoutait directement aux 
faisceaux initiaux, en modifiant leur intensité seulement pour cer- 
taines relations de phase. Quant au schéma de la figure 5.12, b, 
le faiseeau 5 qui nous intéresse est complètement créé à partir du 
rayonnement diffusé: dans ce sens le milieu non linéaire ne reçoit 
rien de l’extérieur, les phases ne doivent respecter aucune condi- 
tion imposée et le déplacement du réseau n'est pas nécessaire. Îl 
s'ensuit que pour le schéma donné on peut utiliser des faisceaux de 
même fréquence et des milieux quel que soit pratiquement leur méca- 
nisme de non-linéarité. 

D'après le nombre de faisceaux lumineux qui participent dans 
ce processus on l’appelle maintenant suivant l’usage interaction à 
quatre ondes. Pour l'analyse de l’évolution spatiale des intensités 
des faisceaux en interaction on peut appliquer la même approxima- 
tion que celle utilisée dans le paragraphe précédent pour l’étude du 
« repompage », seulement elle a, naturellement, une forme plus com- 
pliquée (324, 325]. Les évaluations correspondantes montrent qu'avec 
les densités des faisceaux 3 et 4 parfaitement raisonnables, qui ser- 
vent de source principale d’énergie, on peut obtenir dans ces condi- 
tions un coefficient de transformation de l'onde directe 2 en onde 
renversée à de l’ordre de 100 % et même plus. 

Si dans le cas de l’interaction à quatre ondes l’efficacité énergé- 
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tique du processus de «4 renversement » n'est pas mauvaise du tout, 
le problème de l’homogénéité optique du milieu non linéaire, siège 
de l'interaction, est assez sérieux. C’est que les ondes 2 et 5 sont con- 
juguées en général seulement grâce au fait que sont conjuguées les 
ondes de « pompage » 3 et 4 du convertisseur. La figure 5.12, b rend 
pourtant clair que pour la conjugaison des ondes de « pompage » 
il suffit qu'elles aient des fronts plans non seulement à l'entrée du 
milieu non linéaire, mais aussi après l'avoir parcouru. Ainsi, lors 
de l'interaction à quatre ondes, l’exactitude du « renversement » 
dépend directement de la qualité optique du milieu. 

Si à l’état initial le milieu possède une homogénéilé optique as- 
sez élevée, il faut encore tenir compte des inhomogénéités provoquées. 
par les champs lumineux eux-mêmes. Outre toute sorte de phénome- 
nes accessoires (du type bulles de gaz sur les centres d’absorp- 
tion des milieux fluides), la perturbation des fronts d'onde peut 
être due aux mêmes variations de l'indice de réfraction qui pré- 
cisément déterminent l'existence même du réseau holographique. 
C’est que la superposition des faisceaux lumineux cohérents dans un: 
milieu non linéaire s'accompagne non seulement de la modulation 
spatiale périodique de l'indice de réfraction, mais aussi de la varia- 
tion de sa valeur moyenne par rapport à la période (ordinairement, 
cette variation est proportionnelle à l'intensité globale de la lumière). 
Il en résulte qu'il peut s'avérer nécessaire d'imposer des prescriptions 
définies, parfois suffisamment rigoureuses, à l’uniformité de la ré- 
partition de la densité suivant la section des faisceaux en interaction ; 
ceci se rapporte en premier lieu, certainement, aux faisceaux intenses 
du « pompage » 3 et 4 du convertisseur. 

Un autre procédé de la réalisation du « renversement » par la 
méthode de l’holographie est explicité par la figure 5.12, c. Au pro- 
cessus de l'enregistrement de l’hologramme 1 mince plan partici- 
pent le faisceau 2 à « renverser » et le faisceau support 3 à front d'onde 
plan parallèle à la surface de l’hologramme. Lors de la discussion 
de la figure 5.7 nous avons dit en passant que l’éclairement d'un 
hologramme mince fait apparaître en plus des faisceaux initiaux 
rétablis, des faisceaux diffusés dans la direction d’autres ordres de 
diffraction. L'un d'eux, le faisceau 4, a la forme du front transformé 
spéculairement par rapport à la forme initiale (on peut s’en convaincre 
en cherchant à faire coïncider les fronts d'onde des faisceaux 3 et 4); 
après la réflexion sur le miroir 5 ce faisceau devient définitivement 
« renversé » par rapport au faisceau 2. Si ce même hologramme mince 
plan est réflectif, c'est-à-dire constitue un miroir dont le coefficient 
de réflexion s'avère modulé conformément à l’image d’interférence des. 
faisceaux J et 2, il est évident que le miroir devient inutile : le fais- 
ceau « renversé » cherché se propage directement à partir de l’holo- 
gramme. Il est clair que le même effet peut s’obtenir dans le cas de 
l'hologramme mince travaillant « par transparence », si le faisceau 
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support 3 est envoyé sur l’hologramme dans la direction directement 
opposée à celle de la figure 5.12, c. Tous ces schémas peuvent très 
bien être utilisés en régime dynamique. 

Bien qu’il soit depuis longtemps évident (341, 342, 312] qu'on 
peut en principe obtenir les ondes conjuguées à l’aide de l’hologra- 
phie dynamique, cette branche ne vient que d’amorcer de nos jours 
son développement intense. En plus des articles théoriques déjà 
mentionnés [324, 325], plusieurs nouvelles communications ont été 
publiées sur l’observation expérimentale du « renversement » dans 
l'interaction à quatre ondes. La première communication en U.R.S.S. 
[326] décrit la réalisation de la correction dynamique par « renverse- 
ment » holographique dans un amplificateur à rubis. Le schéma uti- 
lisé a combiné d’une façon originale les schémas des figures 5.12, b, c; 
un hologramme dynamique mince à constante temporelle —5-10"# s 
était enregistré dans un cristal semi-conducteur de KdS (les varia- 
tions de l'indice de réfraction sont provoquées par celles de la con- 
centration des porteurs de charge libres). Il est vrai que l'efficacité 
de la transformation de l’onde directe en onde renversée ne dépassait 
pas 5 % ; de plus, lors de la traversée du barreau de rubis l’amplifi- 
cation était peu grande. Aussi, l'amplification résultante du dis- 
positif dans son ensemble (deux traversées du barreau + opéra- 
tion de conjugaison) n’atteignait mème pas l'unité, bien que dans 
l’amplificateur la compensation des hétérogénéités avait réellement 
lieu. Sans aucun doute, les recherches ne s’arrêterons pas là et nous 
serons bientôt témoins des expériences aussi impressionnantes que 
celles utilisant d’autres procédés de « renversement ». 

« Renversement » lors de l’amplification paramétrique de la 
iumière. Conclusion. L’idée d’une méthode de « renversement» très 
prometteuse encore est liée à l’utilisation des lois connues depuis 
longtemps de l'amplification paramétrique de la lumière [327]. 
A la différence de la diffusion stimulée, l'amplification paramétrique 
est un processus à trois ondes: en plus de l'onde amplifiée et du 
faisceau puissant hautement cohérent d’une plus grande fréquence, 
qui joue le rôle de « pompage », dans un milieu non linéaire est encore 
créée ce qu’on appelle une onde folle à fréquence différentielle. Ce 
qui est essentiel pour nous, c’est que la répartition de la phase suivant 
la section de l'onde folle est égale à la différence des répartitions des 
phases du rayonnement de pompage et de l’onde amplifiée (du signal). 
Si le front d'onde du rayonnement de pompage est plan et sa fré- 
quence deux fois plus grande que celle de l'onde du signal, l'onde 
folle s'avère évidemment de la même fréquence que l’onde du signal 
et possède un signe opposé de la répartition de phase, c’est-à-dire 
me Fe « renversé » par rapport à l’onde du signal (par exemple, 
328)). 

L'une des idées possibles sur les circuits de transformation para- 
métrique qui assure l'opération de conjugaison est visualisée sur 
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la figure 5.12, d. Le convertisseur se compose d’un cristal non liné- 
aire Z et d'un miroir à réflexion sélective 2 qui réfléchit le rayon- 
nement à fréquence que possèdent les ondes du signal et folle, et 
qui laisse passer la fréquence double. Un faisceau spécialement 
créé de fréquence double 3 à front d'onde plan frappe dans une direc- 
tion strictement normale la surface du miroir 2, et après l’avoir 
traversé s'engage dans le cristal Z. De l’autre côté dans le cristal est 
injecté le faisceau 4 à « renverser »; après la réflexion sur le miroir 
il acquiert la direction convenable et devient l’onde du signal 5 du 
processus de transformation. Le cristal est orienté de façon à syn- 
chroniser l'interaction entre cette onde et le rayonnement de « pom- 
page » 3. L’onde folle 6 qui se forme lors de l’amplification paramé- 
trique de l’onde du signal a une direction opposée à celle de l’inci- 
dence du faisceau initial 4 et un front d'onde « renversé » par rap- 
port à ce dernier. 

Les difficultés principales dans ce domaine sont dues au fait que 
les faisceaux qui participent au processus ont des fréquences l’une 
deux fois plus grande que l’autre. On sait que de tels faisceaux ne 
sont capables d'interagir de façon convenable les uns avec les autres 
que dans une classe étroite des milieux à caractère de non-linéarité 
spécifique. D'autre part, même si en principe l'interaction existe, 
pour obtenir une efficacité de transformation de quelque importance 
il faut assurer le synchronisme mentionné (toutes ces questions sont 
étudiées dans tout manuel d'optique non linéaire). Dans le cas le 
plus simple d'interaction colinéaire (les directions de toutes les 
trois ondes coïncident) les conditions du synchronisme se ramènent à 
l'impératif de l'égalité exacte des indices de réfraction pour les rayon- 
nements des harmoniques un et deux. 

En général, les conditions du synchronisme doivent être obser- 
vées également dans le cas de l'interaction à quatre ondes; pour- 
tant, dans la variante « dégénérée » de ce processus, lorsque les fré- 
quences de tous les faisceaux sont les mêmes, les conditions de syn- 
chronisme sont assurées automatiquement, ce qui nous a permis de 
ne pas en parler en son temps. Pour ce qui est du processus à trois 
ondes, assurer pour lui le synchronisme est tout un problème. Il 
s'avère donc finalement que l'interaction efficace entre les rayonne- 
ments des première et deuxième harmoniques peut être réalisée 
seulement dans des cristaux strictement anisotropes très peu nom- 
breux et dans les conditions de leur orientation rigoureusement dé- 
finie par rapport à la direction des faisceaux lumineux ; naturclle- 
ment, on impose également des contraintes sur la valeur de la diver- 
gence de ces faisceaux. 

Pourtant, toutes ces difficultés sont parfaitement surmontables, 
le témoignage en est fourni en premier lieu par toute l’expérience 
de la création des sources du deuxième harmonique (doubleurs de 
fréquence). C'est qu'ils imposent l’utilisation de ces mêmes cristaux 
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non linéaires et l’observation du même synchronisme; or, ceci n’a 
pas empêché depuis longtemps d'atteindre en pratique des coeffi- 
cients de transformation du rayonnement du premier harmonique 
en deuxième, qui constituent quelques dizaines de pour cent. Sans 
entrer dans le détail, il convient encore de noter que des prescriptions 
de divergence de l’onde du signal que doit remplir le convertisseur 
paramétrique à interaction voisine de l'interaction colinéaire sont 
moins rigoureuses que celles imposées à la divergence du faisceau 
dans le doubleur de fréquence. On peut également montrer que dans 
le schéma de la figure 5.12, d l’inhomogénéité optique du milieu 
non linéaire, insuffisante pour violer le synchronisme de l'interaction, 
influe bien moins sur l’exactitude du « renversement » que lors de 
l'interaction à quatre ondes (cet avantage du convertisseur paramé- 
trique disparaît si le rayonnement de fréquence double est envoyé 
sur le cristal du même côté qui reçoit le faisceau « renversé » initial} 
[346]. 

Les résultats des premières expériences avec l’autocompensation 
des aberrations dans un amplificateur laser à verre au néodyme lors 
du « renversement » paramétrique ont été publiés dans [329, 346]. 
Le dispositif principal a été monté d’après le schéma dela figure 5.10, a 
Le faisceau support était constitué par la partie du rayonnement 
de sortie du laser monoimpulsionnel auxiliaire dont le milieu actif 
était également un verre au néodyme; la partie restante du rayonne- 
ment était dirigée sur le doubleur de fréquence en créant dans ce 
dernier le rayonnement du deuxième harmonique nécessaire pour 
assurer la marche du processus paramétrique. Le matériau non liné- 
aire du convertisseur paramétrique établi suivant le schéma de la 
figure 5.12, d était le cristal d’iodate de lithium; l’angle entre les 
ondes du signal et folle atteignait 2-10-? rad, ce qui était parfaite- 
ment suffisant pour que seulement la deuxième d'entre elles soit 
dirigée sur l'entrée de l’amplificateur. 

L'efficacité énergétique de la transformation de l'onde du signal 
en onde folle était —10 % ; l'énergie de sortie du rayonnement lors 
de l’utilisation d'un amplificateur télescopique à trois traversées à 
élément actif d’une longueur de 600 mm permettait d'obtenir une 
énergie de sortie du rayonnement qui allait jusqu’à 20 J ; l’amplifi- 
cation résultante du faisceau support initial allait jusqu’à 2-10. 
Les expériences de contrôle avec introduction dans l’amplificateur 
d’un coin optique dont la traversée assurait un angle d’écartement 
de 10-* rad, ont montré que dans ce cas la compensation des aberra- 
tions induites était totale. 

La liste des moyens qui rendent possible le « renversement» ne 
peut pas être, évidemment, épuisée par ce qui vient d’être décrit. 
Mentionnons encore, par exemple, le phénomène de ce qu’on appelle 
écho photonique : si on envoie sur un milieu convenable deux impul- 
sions lumineuses séparées par un intervalle de temps très court, ce 
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milieu, après un intervalle de temps identique émet de par lui-même 
une troisième impulsion {(337]. Si on attribue au rayonnement de la 
deuxième impulsion un front d'onde plan, les fronts de la première 
et de la troisieme impulsions se trouvent conjugués. 

Pour le moment il est encore difficile de dire quel sera l’aboutis- 
sement de tout ce qui vient d’être décrit. Une chose est claire: les 
travaux dans le domaine de la divergence du rayonnement laser 
conduiront encore dans l'avenir non seulement au progrès technique, 
mais aussi à la découverte de nouveaux phénomènes et lois intéres- 
sSants du comportement des faisceaux lumineux cohérents puissants. 
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